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Resumen 



En esta tesis hemos abordado el estudio de la fi'sica de las teorias de cuerdas no 
criticas, en la aproximacion de baja encrgia. 

Luego de introducir los conceptos fundamentales de cuerdas supersimctricas y Dp- 
branas, presentamos brevemente la conjetura de Maldacena [1] [2] y su gcncralizacion a 
teon'as no supersimetricas [3], el estudio de lazos de Wilson y el calculo del espectro de 
glueballs. Seguidamente, y tras una breve introduccion a teorias de cuerdas no criticas, 
presentamos las soluciones a su accion de baja energia. El estudio de estas soluciones 
esta dividido en tres grupos; soluciones de vaci'o, soluciones cargadas NSNS y carga- 
das frente R-R. En el primer caso, hemos sido capaces de encontrar todas las posibles 
soluciones de vaci'o recuperando, como casos particulares, las previamente conocidas. 
En el caso de soluciones de fondo cargadas NSNS, hemos encontrado la solucion que 
representa la cuerda fundamental doblemente localizada en el vacio Minkowski x el 
cigarro. Tambien hemos podido solucionar en forma completa, el problema de encon- 
trar soluciones que llenen todo Minkowski. En particular, hemos encontrado las que 
pueden ser identificadas con las soluciones de cuerda fundamental, tanto cn el vacio 
del dilaton lineal como en el vacio del cigarro. En cl caso de R-R, hemos encontrado 
algunas familias de soluciones, en particular las que podrian corresponder al h'mite de 
horizonte cercano de soluciones de Dp-branas embebidas en el vaci'o del dilaton lineal. 
En este caso, tambien hemos sido capaces de recuperar algunas soluciones previamente 
conocidas, presentadas en [4]. 

Con las soluciones dc fondos cargados R-R, en particular, con una familia de so- 
luciones a dilaton constante, hemos estudiado las teorias de gauge duales, obteniendo 
condiciones de fase confinante a traves del calculo de lazos de Wilson, que se traducen 
en este caso en condiciones sobre el espacio de parametros que caracteriza nuestras 
soluciones. De esta manera, es posible obtener "familias" de teon'as de gauge duales en 
su fasc confinante. Hemos estudiado las teorias duales YM en D = 3 y YM en D = 4, 
obteniendo los cspectros de las masas de los glueballs correspondientcs, para distintos 
puntos del espacio de parametros. Finalmente, estudiamos la dependencia de los espec- 
tros con estos parametros, y encontramos valores de los mismos que llevan a un muy 
buen acuerdo con los resultados predichos por Lattice QCD. 
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Capitulo 1 



Introduccion 



La descripcion de la Naturaleza a nivel microscopico, en la actualidad, es entendi- 
da y verificada experimentalmente en terminos de teorias de campos cuanticos. Esta 
descripcion supone que todas las partfculas son excitaciones de algiin campo, que son 
puntuales e interactiian entre si localmente. En particular, es bien conocido el exito del 
Modelo Estandar. Este modelo es una teon'a de gauge cuantica; cs decir, se describe 
como una teoria de campos cuanticos con simctn'a dc gauge local. Las teorias dc campos 
son capaces de describir la Naturaleza a las escalas que podemos medir hoy en di'a (1 
TeV). Sin embargo, existen fuertes indicaciones de nueva ffsica subyacente a distancias 
extremadamente pequenas, del orden de la longitud de Planck (~ 10~^^m), que no 
puede ser descripta en terminos de estas teorias. La razon fundamental es que, a distan- 
cias tan pequenas, los efectos cuanticos de la gravedad no pueden despreciarse. Hasta 
el momento no se ha podido construir una teoria de gravedad cuantica satisfactoria 
siguiendo los procedimientos usualcs. Sin embargo, abandonando la idea de partfculas 
puntuales y suponiendo en su lugar que las piezas fundamentales son objetos extendidos 
unidimensionales, cuerdas [5], parece ser posible obtener una descripcion consistente de 
gravedad a pequenas distancias. 

Estas teorias de cuerdas, que originalmente surgieron para explicar las teorias de 
inter acciones fuertes, incluycn dc manera natural en su espectro una partfcula sin masa 
de espm 2 que puede ser identificada con cl graviton. Por cstc motivo, se considera a las 
teorias de cuerdas como fuertes candidatos para una teon'a cuantica de la gravedad. Por 
otra parte, existe un consenso generalizado de que todas las interacciones conocidas en 
la Naturaleza podn'an ser unificadas utilizando modelos de cuerdas supersimetricas {su- 
percuerdas) en interaccion [5]. Por consistencia, estas teorias requieren ser formuladas 
sobre espacio-tiempos dc dimensiones criticas; D = 26, en el caso de teorias de cuerdas 
bosonicas, o D = 10, en el caso de supercuerdas sobre espacio-tiempos pianos. Natu- 
ralmente, este alto numero de dimensiones aparece como un obstaculo si se pretende 
que estas teorias describan las interacciones de un mundo que, al menos para los expe- 
rimentos que se han Uevado a cabo hasta el momento, parece lucir cuadridimensional. 

Sin embargo, en la misma formulacion del problema parece estar su solucion. Esta cla- 
ro que los experimentos realizados pueden considerarse todos por debajo de alguna 
escala de energia dada. En consecuencia, nada impide que las dimensiones extras apa- 
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rezcan a escalas de energias superiores a las puestas en juego hasta el momento. Es 
decir, podemos pensar que las teorias de cuerdas realmente describen nuestro Universe 
y que a escalas dc cncrgias suficicntcmcnte bajas se comportan de manera cfcctiva co- 
mo teorias cuadrimensionales. Un mecanismo que permite remover a bajas energi'as las 
dimensiones extras es el de compactificacion. Esto significa que las dimensiones extras 
pueden ser consistentemente "enroUadas" sobre variedades compactas (toros generali- 
zados) llamadas variedades de Calabi-Yau. De esta manera, las dimensiones compactas 
ya no resultan observables a escalas de energi'as menores que la inversa del radio de 
compactificacion^ . 

Una alternativa a la compactificacion surge si tenemos en cuenta que la necesidad 
de formular las teorias de cuerdas en las llamadas dimensiones criticas proviene del re- 
querimiento de que la teon'a en la hoja de mundo sea invariante de escala, y que, por lo 
tanto, su funcion /3 deba anularse. En el caso de cuerdas bosonicas, esto sucede cuando 
la dimension del espacio-tiempo cs _D = 26, y en el caso de cuerdas super simetricas, 
cuando D = 10. Sin embargo, esta situacion puedc modificarse si se permite considerar 
campos de fondo, como campos de Kalb-Ramond, campos dilatonicos, o si se consi- 
der an fondos curvos. En este caso, las funciones /3 (calculadas orden por or den en a') 
naturalmente cambian, permitiendo ahora ser anuladas por configuraciones de campo 
no triviales en dimensiones diferentes de las criticas. Estas teorias de cuerdas se cono- 
cen como teorias de cuerdas no criticas. Se conocen varios cjcmplos de estas teorias; los 
mas renombrados son las soluciones de dilaton lineal y la solucion del cigarro. Ambas 
soluciones corresponden a teorias de campos conformes exactas. Es decir, aun cuando 
estas soluciones pueden obtenerse a partir de las ecuaciones de movimiento para los 
campos que surgen de anular las funciones /3 al orden a', puede demostrarse que estas 
constituyen por si mismas teorias conformes, por lo que la invarianza de escala esta sa- 
tisfecha en forma exacta, no solo a orden a' . 

Resulta esencial, para interacciones fundamentales, entender el comportamiento de las 
teorias con grupo de gauge SU (iV) para grandes valores del parametro N. La compren- 
sion de estas teorias ofrece tal vez la posibilidad mas clara de abordar QCD (Quamtun 
Chromo Dynamics) en el regimen dc acoplamicnto fucrte [6]. Se sospecha, desde hace 
dccadas, que el comportamiento a N grandc dc estas teorias podria ser descripto en 
terminos de una teoria de cuerdas. Hace ya diez afios que Maldacena [1] parccc ha- 
ber dado la clave para relacionar estas teorias a traves de la dualidad AdS/CFT^, o 
Conjetum de Maldacena. En esta conjetura, Maldacena propone que el limite N gran- 
de de una teoria de gauge conforme SU{N) en D dimensiones puede ser descripto en 
terminos de excitaciones de una teoria de cuerdas sobre un fondo de supergravedad 
producto de un espacio AdS {D + l)-dimensional, por una variedad compacta, que en 

^Los modos de Kaluza-Klein que se propagan sobre estas direcciones compactas tienen masas del 
orden de 1/rcomp, por lo que para poder observer estas dimensiones extras es necesario que las energi'as 
puestas en jucgo cn los experimentos sean de este orden. 

^AdS:Espacio Anti dc Sitter 
CFT: Teoria de Campos Conforme 
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el caso maximalmente super simetrico corresponde a una esfera. El ejemplo mas claro 
que sustenta esta conjetura es el de la dualidad entre = 4 Super Yang Mills SU{N) 
en 4 dimensiones y supercucrdas tipo IIB cn 74^5*5 x S^. Sin embargo, a la hora de 
intentar describir teon'as de gauge mas realistas, con la esperanza de llegar a describir 
QCD, nos encontramos con series inconvenientes dado que la conjetura, en su nivel mas 
basico, relaciona teon'as de gauge que son supersimetricas y conformes, con cuerdas 
sobre un espacio AdS. Mucho trabajo se ha hecho en los ultimos anos y muchos son los 
resultados para tratar de extender esta dualidad en el contexto de teon'as de cuerdas 
criticas. Sin embargo, no se ha avanzado mucho en el contexto de cuerdas no criticas. 
En particular, el estudio de la dualidad en el contexto no cn'tico podn'a proveer algunas 
soluciones a problemas tipicos de las teon'as criticas. Por ejemplo, las teorias de gauge 
confinantes, duales a teorias cn'ticas {D = 10), sufren de varias limitaciones; entre otras, 
los espectros hadronicos que estas predicen estan seriamente contaminados por modos 
de Kaluza-Klein provenientcs de la necesidad de reducir dimensiones compactificando 
las direcciones extras, y ademas, los duales obtenidos suclcn resultar conformes. En el 
caso de cuerdas no cn'ticas, estas dimensiones extras pueden ser evitadas de manera 
natural y, al mismo tiempo, las soluciones admiten en general dilatones no triviales que 
llevan a teon'as duales no conformes. Sin embargo, el hecho de que las teon'as no cn'ticas 
dcbcn scr formuladas sobre fondos curvos, hacc que dcbamos tratar las sohiciones ob- 
tenidas a partir de las ecuaciones provenientes de las funciones P a orden a' con cautela. 

En esta tesis estudiaremos en profundidad las soluciones de baja energi'a de las teon'as 
no cn'ticas y analizaremos las teon'as de gauge duales que se desprenden de algunas de 
sus soluciones. 

En el capitulo 2, introduciremos los conocimientos basicos de teon'as de cuerdas que 
nos pcrmitiran dar la dcscripcion dc los objctos cxtcndidos en varias dimensiones, co- 
nocidos como branas. En el capitulo 3, darcmos una breve descripcion de la dualidad 
AdS /C FT, su generalizacion a teorias no supersimetricas y los fundamentos del calculo 
de lazos de Wilson y espectro de glueballs en la teon'a dual. En el capitulo 4, presentare- 
mos un estudio exhaustive de la accion de baja energi'a de teorias de cuerdas no criticas 
y de algunas dc sus soluciones. En el capitulo 5, construiremos las teon'as dc gauge 
duales a una de nuestras familias de soluciones no cn'ticas, estudiaremos sus regi'menes 
de confinamiento y calcularemos los espectros de glueballs asociados. Finalmente, en el 
capi'tulo 6 presentaremos las conclusiones. 

Esta tesis esta basada en los trabajos 

■ "The fundamental non critical string," A. R. Lugo and M. B. Sturla. 
Phys. Lett. B 637, 338 (2006) [arXiv:hep-th/0604202] [7]. 

■ "Space-time filling branes in non critical (super) string theories" , A. R. Lugo and 
M. B. Sturla. 

Phys. Lett. B 637, 338 (2006) [arXiv:hep-th/0604202] [8]. 



3 



■ "Gauge invariant perturbation theory and non-critical string models of Yang-Mills 
theories", A. R. Lugo and M. B. Sturla. 
A ser enviado [9] 
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Capitulo 2 



D-branas en Teoria de Cuerdas 



En este capitulo, introducimos los rudimentos de la teoria de cuerdas y supergra- 
vedad, que seran necesarios para comprender las ideas de branas asociadas con las 

condiciones de contorno de cuerdas abiertas, y de su descripcion "dual" como solucio- 
nes de teon'as de supergravedad. El tratamiento aqui' presentado se basa en el review 
de Emiliano Imeroni [10]. 

2.1. Aspectos Perturbativos de Teoria de Cuerdeis 

2.1.1. Cuerda Clasica 

Primcro, cstudiaremos algunos resultados de las teorias de supercuerdas a nivel 
perturbativo. Las referencias usualcs son [5, 11] y [12, 13]. 

La accion de hoja de mundo que describe la propagacion dc una supercuerda en el 
espacio-tiempo piano en el gauge superconforme esta dada por: 
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J drda (p'^^do^Xi'dpX^ - ii^^'p'^do^il^^ . (2.1) 



IM 
donde 

■ T es la tension de la cuerda, que esta relacionada con su longitud caracten'stica 

■ es el volumen dc mundo de la cuerda, parametrizada por las coordenadas 
= (r, o"), donde a toma valores en a G [0,s], y la metrica plana r/"^ tiene 

signatura (—,+); 

■ X^, = 0, . . . , 9 desde el punto de vista de la hoja de mundo, son diez campos 
escalares, que corresponden a las coordenadas cartesianas del espacio bianco; 

■ = 0, . . . , 9 son espinores de Majorana en la hoja de mundo, y las matrices 
p"^ son una representacion del algebra Clifford = —2rj"l^. 

■ La accion es invariante ante transformaciones de supersimetrias en la hoja de 
mundo 

dX^" = eV''' , ^V" = -ip^daXi'e , 62^" = iep^'daX", (2.2) 
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donde el parametro de la transformacion e es un espinor de Major ana que satisface 
f^p'^dpe = 0. 

Comencemos con las ecuaciones de movimiento y las condiciones de borde para los 
campos escalares que se derivan de (2.1): 

d'^daX" = , (2.3) 
daX ■ SX I - daX ■5X\^^^ = 0. (2.4) 

Hay varias posibilidades para satisfacer las condiciones de contorno (2.4): 

■ Condicion de cuerda abierta de Neumann (N). En este caso, elegimos s = w e 
imponemos: 

^-^1.=o,. = 0- (2-5) 
La solucion mas general dc las ecuaciones de movimiento (2.3) con condiciones de 
contorno de Neumann en ambos extremos es: 
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X^^{t, a)=x^' + 2 Is'^pi'T + ^^/2lsY, (— e~'"^ cos na\ . (2. 

■ Condicion de cuerda abierta de Dirichlet (D). Elegimos nuevamente s = tt e 
imponemos: 

SX^l ^ =0. (2.7) 

l(T=0,7r ^ ' 

La solucion mas general de la ecuacion con condiciones de contorno de Dirichlet 
resulta: 

vt^ I \ ct'iTT - a) +d^'a r- ^ ( . \ , , 

A|5j-,(r, a) = — ^ v2 > I — e sm ncr 1 . (2.8) 

■ Condicion de contorno de Cuerda cerrada. Elegimos ahora s = 27r e imponemos: 

X''{t,0) = X''{T,2Tr). (2.9) 
La solucion general de la ecuacion (2.3) es: 

^lsed(^> cr)=x^ + Is'p^r + ^^ E ^ (a^e-(-'^) + a^:e-(-+-)) . (2.10) 

En el caso de cucrdas abicrtas, uno puedc satisfacer las condiciones de contorno 
(2.4) de varias maneras. Es decir, es posible elegir condiciones de contorno mixtas 
(en un extremo una condicion, en el otro extremo la otra), pudiendo elegir diferentes 
combinaciones para los diferentes /i. 

Es interesante notar que las condiciones de contorno de Dirichlet no preservan la 
simetria de Poincare. Veremos mas adelante que esta condicion puede ser impuesta 
asumiendo que describe objetos extendidos en el espacio-tiempo. 
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Para tratar los grades de libertad fermionicos, resulta litil considerar las llamadas 
coordenadas del cono de luz ^-t = r it cr. En estas coordenadas, las ecuaciones resultan: 

d+'ip'^ = d-^j^ = , (2.11) 
(V+(5V'+-V'-^V'-)L=o,3 = 0' (2-12) 

donde V± = Para el caso de la cuerda abierta, las condiciones de contorno se 

satisfacen imponiendo: 

^P^_{T,0)=m^t{^,0), V'^^(r,7r) = 772V'^^(r,7r), (2.13) 

donde r/1,2 = ±1. En consecuencia, obtenemos dos sectores diferentes para el espectro 
de cuerda abierta: 

■ i]i = 'n2- sector Ramond (R); 

■ rji = —r]2- sector Neveu-Schwarz (NS). 

Las soluciones generales que satisfacen (2.11) con estas condiciones de contorno son: 

r G Z sector R 

(2.14) 

G Z + ^ sector NS 



^±-y] i^^e-''^^^"^ , donde \ 

{r 



En el caso de cuerda cerrada, los campos il)± son independientes y pueden ser tanto 
periodicos como antiperiodicos: 

^t{T, 0) = 173^^1 (r, 27r) , ^^^(r, 0) = r?4V^^(T, 27r) , (2.15) 
Tenemos, por lo tanto, cuatro sectores diferentes: 

■ ??3 = ??4 = 1: sector Ramond- Ramond (R-R); 

■ r/s = 7^4 = — 1: sector Neveu-Schwarz-Neveu-Schwarz (NS-NS); 
m rjs = —r]4, = 1: sector Ramond-Neveu-Schwarz (R-NS); 

m rjs = —774 = — 1: sector Neveu-Schwarz-Ramond (NS-R). 
La solucion general resulta: 

■r-^ , • / N I r G Z sector R (left-moving) 

V'^l-VCe^^ ^ donde <^ ^ (2.16a) 

r [ r G Z + i sector NS (left- moving) 

,, ~„ ^^/^,„\ (rGZ sector R (right-moving) 

V'^^ ~ V V'^^e-*'^^^+'^^ donde <^ ^ ^ (2.16b) 

^ r G Z -I- i sector NS (right-moving) 



2.1.2. Cuantizacion Canonica de la Cuerda 



Como siempre, la idea es promover a operadores de creacion y destruccion los coe- 
ficientes del desarroUo de Fourier de las soluciones antes estudiadas: On, an, '0r y V'r ■ 
Estos actiian como operadores dc aniquilacion y destruccion sobre el espacio de Fock. 
Las relaciones de conmutacion canonicas entre los campos y sus momentos conjugados 
se traducen, para los osciladores, en las siguientes relaciones de conmutacion: 

[x^p^ = ^^''^ K,<] = m<5^,_„r?'^^ = V.r/'^^ (2-17) 

Lo mismo ocurre para los osciladores tilde. Las demas relaciones de conmutacion se 
anulan. 

Comencemos por la cuerda abierta: |0, k) representa al vacio de momento k y esta 
determinado por las siguientes ecuaciones: 

p''|0,A;) = A;''|0,A;), <|0, A;) = V^^|0, A;) = , Vn,r>0. (2.18) 

Mientras que el estado fundamental del sector NS es linico, en el sector de R hay va- 
rios modos cero que satisfacen el algebra {-^q , ip^} = r]^^ ■, que pueden ser representados 
por matrices F (Gamma) 10-dimesionales 32 x 32. 

Esto implica que el estado fundamental del sector de R transforma como un spinor 
dc Dirac de 32 dimensiones. Para describirlo, es conveniente tomar una nueva base de 
osciladores: 

• \^«'2'± i= 1,2,3,4 

En terminos de esta base, el algebra deviene {d^ ,dj} = 6ij , dondc df actiian como 
operadores escalera en el vacio de Ramond de 32 dimensiones, que podemos denotar 
como: 

|s) = |so,si,S2, 53,54) , (2.20) 
donde s,; = ib^. La accion de un dt sube s,; de — ^ a ^ y: 



dj I 2) 2' 2' 2' 2)"^' (2.21) 

Debido a la signatura Minkowski de la metrica, el espacio de Fock que hcmos de- 
finido contiene estados de norma negativa, que resultan fi'sicamente inaccptablcs. Para 
seleccionar los estados ffsicos, analizamos el tensor de energfa-momento y las superco- 
rrientes y observamos su accion sobre los estados. En las coordenadas del cono de luz, 
el tensor de energfa-momento tiene las siguientes componentes no nulas: 



r++ = d+x ■ d+x + • 9+1^+ , r__ = d-X ■ d-X + • , (2.22) 

mientras que las super corrientes de Noether asociadas a la supersimetn'a de hoja de 
mundo (ver ecuacion . (2.2)) son: 

J+ = V+ • d+X , J_=i)_- d-X . (2.23) 
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A partir de la expansion de X^^ y en modos de Fourier que escribimos arriba, se 
deriva la expansion del tensor T y las corrientes J. Las componentes del desarroUo de 
Fourier del tensor de energia-momento y los generadores del algebra de Virasoro en 
orden normal resultan: 

m r 

donde m, n G Z, r G Z en el sector de R, y r G Z + ^ en el sector de NS. En el caso 
de Lo, una vez resueltos los inconvenientes provenientes del orden normal, se obtiene: 



oo 



Lo = V + XI ■ + X '^-'^ ■ '^'^ ■ (2.25) 

n=l r>0 

Las componentes de Fourier de las supercorrientes vienen dadas por: 

= ^ a_„ • tpr+n- (2.26) 
nez 

Estos modos satisfacen el siguiente superalgebra de Virasoro : ^ 

[Lm, Ln] = {m- n)Lm+n + f (m^ - m)Sm,-n , 

{Gr,Gs} = 2Lr+s + |(4r2 - l)6r,-s , (2.27) 
[Lm, Gr] = ^(m — 2r)Gm+r ■ 

Los estados fi'sicos de la teon'a son aquellos que satisfacen las siguientes condiciones: 

(Lo-a)IV') =0, L^IV') =G,|V') = 0, Vn>0,r>0, (2.28) 

donde en cl sector de NS a = ^ y en el de R a = 0. 

El cspectro de masas de la teorfa es obtenido desarroUando el hamiltoniano en 
terminos de los osciladores: 



"2 [ X -otn + r ip-r ■tl^r)-a . (2.29) 



"n,r>0 



Notar que el primer estado del espectro de NS es taquionico, = —-J-^- 

Ms 

Consideremos ahora cuerdas cerradas. El analisis en este caso sigue en forma directa 
el de cuerdas abiertas, con la precaucion de considerar dos conjuntos de osciladores, dos 
copias del algebra de Virasoro, dos conjuntos de condiciones ffsicas, etc. En particular, 
Lo resulta diferente que en el caso anteriormente considerado: 

; 2 °° _ ^ 2 oo 

Lo = + ^ a-n • a„ + ^ r V'-r -ipr, Lq = -^P^ + ^ d_n • + ^ r V!_r • V'r ■ 

n=l r>0 n=l r>0 

(2.30) 



^El algebra (2.27) se satisface en el sector NS, y en el de R con la siguiente redefinicion Lo — > ■'^o + §• 
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El espectro de masa resulta: 



M 



2 



Y2 \ X] ■ + ^-n ■ Oin + r V'-r -A + f i'-r ' V'r) - a - a , (2.31) 



Vemos nuevamente que cl cstado dc cnergi'a mas bajo corresponde a un taquion con 
= — 7^- Ademas, se debe imponer una level-matching condition sobre los estados 

Is 

fi'sicos: 

fio - ^ - a + a) IV') = . (2.32) 



El espectro obtenido arriba, tanto para cuerdas abiertas como para cuerdas cerradas, 
contiene taquiones y no es supersimetrico en espacio-tiempo. Para obtener un espectro 
supersimetrico y libre de taquiones, es necesario truncar el espectro de forma consistente 
aplicando la llamada proyeccion GSO (Gliozzi, Scherk, Olive). Esta proyeccion consiste 
en retener en la teoria solo los estados con un mimero par F de fermiones en la hoja 
de mundo. Por ejemplo, en el sector de NS para la cuerda abierta podemos definir el 
siguiente proyector: 

^'ns = \ ' , Fns = 5Z ■ - 1 ■ (2.33) 

r=l/2 

Usando este proyector (2.33), vemos que el estado fundamental taquionico es removido 
del espectro. En el sector de R, sobre los estados diferentes de modos cero, la proyeccion 
actiia de manera totalmente analoga, mientras que para los modos cero, actua como 
proyeccion de quiralidad, conservando los estados (2.20) con: 

4 

Sj = par (impar). (2.34) 

1=0 

Examincmos el primer nivel de cuerda abierta que sobrevive a la proyeccion. Del 
sector de NS, tenemos los siguientes estados no masivos: 

^^l{k)'^P'l^/2\(^,k) , fc^ = 0, A;-e = 0. (2.35) 

Se trata de un campo vectorial dc gauge con polarizacion transversa, con 8 grados de 
libertad on-sliell. En el caso del sector de R, el estado es 

Us{k)\s) , k'^ = 0, k- Tg'sUs = . (2.36) 

Por accion de la proyeccion GSO, este estado resulta en un espinor de Mayorana- 
Weyl, con 8 grados de libertad on-shell en 10 dimensiones. Vemos entonces que la 
condicion necesaria para tener supersimetria (es decir, que el mimero de grados de 
libertad bosonicos y fermionicos coincida a cada nivel de masas), se cumple a nivel 
massless. Se puede mostrar que el espectro completo de la cuerda luego de la proyeccion 
GSO es supersimetrico. 
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Teorias Tipo II 

En el caso de cuerdas cerradas, tenemos cuatro sectores diferentes y es necesario 
realizar la proyeccion GSO en cada uno de ellos. En particular, surge la posibilidad de 

realizar la misma proyeccion o la opuesta en las partes left-moving y right-moving del 
sector R. Dependiendo de la eleccion, tendremos dos teorias no equivalentes con los 
siguientes sectores, donde el signo denota la paridad frente (— 

Type TIB (quiral): (NS+,NS+) (R+, NS+) (NS+,R+) (R+,R+) 
Type IIA (no quiral): (NS+,NS+) (R+, NS+) (NS+,R-) (R+,R-) 

Analizarcmos entonces las partes no masivas del espectro de las teorias de cuerdas 
tipo II. El sector NS-NS posee el mismo contenido en ambas teorias, y el estado massless 
correspondiente es: 

i>-i/2^-i/2\^.k) , k^ = 0. (2.37) 
Saturando este estado con un tensor simetrico sin traza, obtenemos: 

^itJ ~ ^vjl 1 ^ItJv'^ — , ^^^\iv — ) (2.38) 

esto da un estado fisico que puede ser identificado con el graviton h^j^i, en el espacio- 
tiempo. Alternativamente, podemos saturar (2.37) con un tensor antisimetrico: 

— 1 ~ • (2.39) 

Esto da lugar a una 2-forma que corresponde a un campo de gauge S2. Finalmente, 
podemos obtener una campo escalar, el dilaton saturando (2.37) con: 

(-fJ = ^{'nt.u-k^,l,-kU^), f = e = 0, i-k = l. (2.40) 
En el sector NS-R , tenemos espinor- vector no masivo: 

«/.sV'^/2 10> k), k^ = k^'u^^ = k ■ Tg/gu^g = , (2.41) 

este es reducible Lorentz. Su descomposicion da lugar a un gravitino de espin 3/2 y un 
dilatino de espin 1/2, con quiralidades opuestas. El mismo analisis puede ser repetido 
para el sector R-NS, y la teoria tiene entonces dos gravitinos. Estas teorias se Uaman 
de Tipo II. For ultimo, analizamos el sector R-R. El estado massless generico tiene la 
forma: 

ttsiisls, s) , k ■ Ts'sUg = k ■ Ts'sUs = . (2.42) 

Para poder analizar este caso, conviene pasar al gauge conforme. La teoria de cuerdas 
en el gauge superconforme resulta ser una teoria de campos bidimensional superconfor- 
me. Recordemos que en teorias de campos conformes [5], un estado l'^) de la teoria es 
dual a un operador de vertice, tal que {ip) = lim2;^2_>.o VW(2,^)|0), donde z = e'^^-"^ 
y z = e*('^+'^) son las coordenadas complejas de la hoja de mundo. En nuestro caso, el 
vacio de R-R es obtenido a partir del de NS-NS via la accion de spin fields: 
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sector NS-NS 


sector R-R 


Tipo IIB 
Tipo IIA 


G^u, B2, $ 
G^,., B2, $ 


Co, C2, C4 
Ci, C3 



Tabla 2.1: Espectro bosonico no masivo de Teorias de Supercuerdas Tipo II. 



|s,s) = Km 5^(2)5^(2) |0). (2.43) 
usando esto junto con (2.42), podemos escribir la siguiente descomposicion: 

2,2— >o 

= ^ E ^^^s(r^i...M„C-^)n3 \im S^{z){Cr^---^r.^S\-z)\0) , (2.44) 
oz n\ 2,2->0 

n=0 

donde C denota la matriz de conjugacion de carga. Se puede mostrar que, en el caso 
de la teon'a tipo IIB, solo tcrminos con n impar contribuyen a la suma (2.44), mientras 
que para la teoria IIA se da la situacion inversa, es decir, solo los terminos con n par 
sobreviven. Es decir que los campos 

F^,...^„=uT^,...^„C-'u, (2.45) 

existen solo si n es impar en la teoria tipo IIB, y solo si n es par en la teoria tipo IIA. 

De la expresion anterior y de (2.42), se tiene que F satisface las ecuaciones de 
movimiento y las identidades de Bianchi apropiadas para la n-forma intensidad de 
campo (en lugar de la del potencial de gauge): 

dFn = d(*F)io-„ = 0. (2.46) 



Accion de baja energia 

Otro ingrediente importante en esta descripcion es la accion de baja energia de las 
supercuerdas tipo II. Cuando Kablamos de accion de baja energia nos referimos a una 
accion clasica de campos que describe la dinamica de los estados no masivos en el Kmite 
Is — )■ 0, donde la cuerda se reduce a un punto. Los campos que aparecen en la accion 
efectiva son los que se listan en la tabla 2.1, y esta accion efectiva se construye de forma 
tal que sea capaz de reproducir al mas bajo orden las amplitudes de dispersion o las 
funciones beta de un modelo sigma para la cuerda. 

En cualquier caso, uno obtiene la accion de type II supergravity (SUGRA). La parte 
bosonica de la accion de supergravedad tipo IIB en el string frame (donde la metrica 
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aparece tal como en la accion de hoja de mundo) resulta: 



+ Fi A *Fi + F3 A *F3 + -F5 A *F5 - C4 A /fg A F3 



. (2.47) 



donde k esta relacionada con las cantidades de la cuerda como: k = Sir'^^'^gsh'^ J- 

H3 = dB2 , Fn = dCn-l , F3 = F3 + CoAH3, F5 = F5 + C2 A H3 . (2.48) 

La accion (2.47) no toma en cuenta la autodualidad del F5, que debera ser impuesta 
on-shell. 

La parte bosonica de la accion de SUGRA tipo IIA en el string frame es: 



<^ = 2^1 / --'"^-'2 I 



- 8e-2*d$ A + e-2*i?3 A ^H^ 



- F2 A *F2 - F4 A *F4 + B2 A F4 A F4 



, (2.49) 



donde 



H3 = dB2 , Fn = dCn-1 , F4 = F4 - Ci A i?; 



3 • 



(2.50) 



La dependencia no estandar con el dilaton (/) en la accion (2.47) puede ser expresada 
en la forma usual al pasar al Einstein frame, usando la definicion 



ds 



(E) 



-^'f'di 



(st) 



(2.51) 



donde D es la dimension del espacio-tiempo {D = 10 en el caso usual). La accion de 
SUGRA tipo II en el Einstein frame, esta dada por: 



d^ A *d^ + e-^Hs A *Hs 



+ e^^Fi A *Fi + e*F3 A *F3 + ^Fg A - C4 A /^a A F3 J> , (2.52) 



-(E) 
'lIA 



d$ A *d^ + e-*i?3 A *H3 



- e^^/^Fs A *F2 - e^/^F4 A * F4 + B2 A F4 A F4 



. (2.53) 
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2.2. D-branas y cuerdas abiertEis 



En esta seccion, presentaremos brevemente las caracten'sticas esenciales de unos 
objetos de la teon'a de cuerdas llamados branas de Dirichlet o D-branas. En la teoria 
de cuerdas abiertas, estos objetos pueden ser definidos como hipersuperficies donde los 
extremes do las cuerdas pueden moverse libremente. Es decir, hiperplanos determinados 
por las condiciones de contorno de Dirichlet [14]. 

Cuerdas en un Circulo 

Comencemos considerando la compactificacion de una cuerda cerrada en un circulo. 
La solucion mas general de las ecuaciones de movimiento (2.3) para una cuerda cerrada 
pueden escribirse como siguen: 

(2.54) 

y el momento esta dado por: 

P'' = ^K + <)- (2-55) 

Como vimos en el caso no compactificado, los dos modos cero deben estar identificados 
qjq = ckq = -^P*^, debido a la condicion de periodicidad ante cr — >■ a + 27r, y de aqui uno 
obtiene el desarrollo en modos (2.10), en terminos del momento p^^. 

Supongamos que compactificamos una sola direccion del espacio-tiempo de fondo 
en un ci'rulo de radio R. Llamemos a esta direccion X sin indices: 

Xc^X + 2ttR. (2.56) 

En este caso, el momento a lo largo de esta direccion debe estar cuantizado como: 

p=-, neZ. (2.57) 

Si ademas tenemos en cucnta que una cuerda cerrada puede enroscarse alrededor de la 
direccion compactificada X, ante a ^ a + 2n, X no necesita ser monovaluada, y como 
consecuencia tenemos: 

X{T,a + 2Tr)c^X{T,a) + 2TrRw, (2.58) 

donde w es el mimero de winding (enroscamiento) alrededor de X. Tomando las condi- 
ciones (2.57) y (2.58), obtenemos la siguiente ecuacion: 

ao + ao = V2 , ao - ao = ^wR , (2.59) 

R h 

que implica: 

/ n wR\ _ Is f n wR 
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La parte bosonica de los modos cero de los generadores de Virasoro se modifican como 
sigue: 

,2 ,2, (2.61) 

2 ''s I n wK \ ^-^ _ 

^ * n=l 

donde p ahora denota el momento de las direcciones no compactificadas. Usando estas 
expresiones, se ve que la parte bosonica del operador de masa tiene la forma siguiente: 

= j + ( 1 + parte oscilatoria . (2.62) 

donde vemos que aparecen dos nuevos tipos de estados en el espectro de la teoria 
compactificada. Estos son, por un lado, modos de Kaluza-Klein (KK) que contribuyen 
a la energia como ^, y por otro lado aparecen las excitaciones debidas a los modos de 
winding en torno a la direccion compactificada. 

T-dualidad 

La formula (2.62) para el espectro de masa de la cuerda ccrrada compactificada en 
un cfrculo nos permite hacer varias observaciones interesantes. Por ejemplo, en cl li'mitc 
CO, vemos que los modos KK se vuelven muy livianos, mientras que los modos de 
winding se vuelven infinitamente masivos, desacoplandose de la teoria, como serfa de 
esperar, ya que este corresponde al Ifmite de descompactificacion de la direccion X. Sin 
embargo, cuando miramos el Ifmite i? — > 0, donde los modos KK son los que se desaco- 
plan, los modos de winding tienden al continuo y observamos que el espectro resultante 
es exactamente el obtenido en el Ifmite anterior. En efecto, (2.62) es invariante ante la 
tr ansformacion : 

I 2 

n^w, R=^, (2.63) 



y entonccs resulta claro que, al menos en lo que se refiere a la parte bosonica del 
espectro, los li'mites i? — t- y i? — t- 00 son fisicamente identicos: El espectro de cuerdas 
luce exactamente igual en el caso compactificado que en el caso dcscompactificado. Esta 
simetn'a del espectro bosonico es conocida como T-dualidad. Aiin mas, intercambiar el 
numero de winding con el momento es equivalente a la siguiente accion sobre los modos 
cero bosonicos: 

ao ^ ao , cto ^ -oq , (2-64) 

Esta operacion se extiende a los modos no cero, de forma tal que podemos resumir la 
accion de esta simetrfa en la coordenada X como sigue. Escribamos el desarroUo de la 
coordenada original X correspondiente a la direccion compacta asf: 

X{T,a)=XL{T-a)+XR{T + a), (2.65) 
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donde 



2 V2 - V-2i^, n 



(2.66) 



De la condicion anteriormente establecida, se ve que la coordenada X que sera usada 
en la descripcion T-dual debe satisfacer: 

d^X = -daX , daX = -drX. (2.67) 

Esto nos permite identificar la coordenada T-dual como: 

X(r, a) = Xl{t -a)- Xr{t + a) , (2.68) 

en terminos dc la expresion (2.66). 

Hasta aqui, hemos sido capaces de identificar la accion de la simetria de T-dualidad 
sobre la parte bosonica del espectro, pero debemos ver que es lo que ocurre cuando 
tratamos de establecer la accion de esta transformacion sobre la parte fermionica. Es- 
ta accion puede ser deducida requeriendo invarianza superconforme sobre la hoja de 
mundo, que implica: 



V'+ ^ V+ , V-- ^ -V'- , (2.69) 
o, en terminos de los osciladores: 

tpr "(pr , fpr "V'r- • (2.70) 

Es decir, esta transformacion invierte la quiralidad del estado fundamental de los 
modos right-moving del sector R-R. Esto implica directamente que dado que el espec- 
tro bosonico es invariante ante T-dualidad, y el sector right-moving del R-R cambia de 
quiralidad, si comenzamos con una tcorfa IIA cn un ci'rculo de radio R y hacemos una 
T-dualidad, obtendremos una teoria IIB cn un ci'rculo dc radio -j^, y viceversa. Este 
resultado se extiende naturalmente a T-dualidades que envuelven mas dc una direc- 
cion. Si comenzamos con un tipo de teoria tipo II, un mimero impar de T-dualidades 
nos llevari'a a otro tipo de teoria, mientras que un mimero par nos dejaria de nuevo 
dentro de la misma teoria tipo II. En ese sentido, se dice que las teorias tipo II son el 
limite de decompactificacion de un linico espacio de teorias compactas. En efecto, la 
rclacion (2.63) implica que en una teoria compactificada podcmos limitarnos a la region 
en la que R > Is, y es por esta razon que podemos decir que Is es la longitud minima 
de la teoria. 

Dado que, por T-dualidad, pasamos de teorias tipo IIA a teorias tipo IIB y viceversa, 
los espectros completos de las teorias IIA y IIB deben mapearse uno en el otro. En 
particular, veamos como los campos no masivos se transforman entre si para las acciones 
de supergravedad (2.47) y (2.49) [15]. Se observa que los potenciales de rango impar 
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en el sector de R-R son mapeados en los de rango par y viceversa. El siguiente ejemplo 
corresponde a T-dualizar solo cn la dircccion X^, mientras que los indices v denotan 
las direcciones que no fueron afcctadas por la tranformacion. Los campos que tiene 
sombrero (") corresponden a los transformados: 

A _ 1 ^21" _ A _ ^ _ Gf,9 

Lrgg — > ^ — 7r~ ' — -p; — , -0^9 — -p; — , 

(J99 ^99 ^^99 tj99 

A _ ^ _ G^gGyg — BhqB^q - _ R _ ^ngGiyg — G^gB^g 

^99 

(r\ -(r \ ^r.(r \ r -ur-Cr. 1^ (^p-l)[M•••^|9-^l«|9<^l/3]9 

\yp)lJ.-vaP9 - V-^p+l)ti---vap9+P[yp~l)hi---va^p\9+P\P " J-j 7^ ■ 

(2.71) 



T-dualidad Para Cuerdas Abiertas: D-branas 

Resulta natural preguntarse si es posible extender la T-dualidad a teorias de cuerdas 
abiertas. Como vimos, las cuerdas abiertas no satisfaccn ninguna condicion dc pcriodi- 
cidad, y claramente no pueden ser enroUadas alrededor de una direccion periodica. Por 
lo tanto, si bien encontramos modos KK, no encontraremos modos de winding. Esto 
significa que el li'mite — )• sera realmente diferente del Hmite de decompactificacion 
oo. 

Ahora bien, si tenemos en cuenta que las teorias con cuerdas abiertas contienen 
cuerdas cerradas, parece que algo no trivial csta sucediendo. La pregunta es: ^Como es 
posible que en el Kmite de compactificacion i? — t- las cuerdas cerradas perciban todas 
las direcciones como no compactas, mientras que las cuerdas abiertas vcn que una 
direccion efectivamentc dcsaparece al desacoplarse los modos de KKl. Dado que las 
cuerdas abiertas y cerradas son localmente indistinguibles unas de las otras, solo puede 
haber diferencias en sus extremos, entonces, es posible salir de esta aparente paradoja 
pensando que los extremos de las cuerdas deben estar pegados a hipersuperficies del 
espacio-tiempo. 

Para clarificar, consideremos el siguiente ejemplo. Supongamos que tenemos cuerdas 
abiertas y cerradas viviendo en un espacio D-dimensional, en el que nos disponemos a 
compactificar una direccion en un circulo de radio R. Ahora queremos hacer el li'mite 
i? ^ 0, y para eso hacemos una T-dualidad en la direccion consider ada. La nueva teoria 

_ ^ I 2 

es esta compactificada en un circulo de radio R= En esta teon'a, el Kmite que nos 
intcrcsaba corresponde a — t- oo. Resulta facil ver que ahora la condicion de contorno 
de Neumann para X se ha transformado en una condicion de contorno de Dirichlet para 
X. 

Esto significa que, en la teoria T-dual, los extremos de la cuerda abierta fueron 
obligados a vivir sobre una hipersuperficie p-dimensional, donde p = D — 1 es la di- 
mension de la hipersuperficie. Queda claro entonces por que, cuando miramos el Kmite 
en cuestion, el espectro de la cuerda abierta ha perdido un grado de libertad. Estos 
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hiperplanos toman el nombre de Dp-branas [16]. Resulta claro por otro lado que, dado 
que una transformacion de T-dualidad intcrcambia condiciones de contorno N por con- 
diciones dc contorno D, una nueva T-dualidad rcalizada en una dircccion longitudinal 
a la Dp-brana dara como resultado una D(p — l)-brana, mientras que una T-dualidad 
en una direccion transversa Ueva de una Dp-brana a una Di^p + l)-brana. 

Hasta aqui, hemos tratado a las Dp-branes como hiperplanos rigidos donde terminan 
las cuerdas, pero las excitaciones de las cuerdas hacen que las Dp-branas sean objetos 
dinamicos en la teoria de cuerdas. Entre estas excitaciones, las no masivas tiene la 
importante propiedad de no cambiar la energi'a de la D-brana y pueden ser entendidas, 
por lo tanto, como las coordenadas colectivas de la misma. Consideremos, entonces, el 
espectro no masivo de las cuerdas abiertas pegadas a una Dp-brana. En lo que sigue, 
representaremos las configuraciones de las D-branas a traves de las tablas como la que 
siguen, donde los simbolos — y • representan, respectivamente, direcciones longitudinales 
y transversas al volumen de mundo de la Dp-brana. 





••• p 


p+1 ■■■ 9 


Bp 







Separemos las 10 coordenadas del espacio-tiempo como sigue: 

■ , a = 0, . . . ,p : direcciones pertenecientes al volumen de mundo de la Dp- 
brana; 

■ x', i = p + 1, . . . ,9 : direcciones transversas al volumen de mundo de la Dp- 
brana. La brana puede encontrarse, por ejemplo, en = 0. 

Los estados no masivos de cuerda abierta estan dados por: 



estados NS 


^-1/2|0.^) 


— > 1 vector A" 

9 — p escalares reales 



estados R 


|so,Sl,S2,S3,S4) 


16 fermiones 



Estos estados conforman precisamente el multiplete vectorial de una teoria de gauge 
{p+ l)-dimensional, con grupo de gauge U{1) y 16 supercargas. Este es un hecho clave 
de las Dp-branas: La dinamica de baja energia de los estados de cuerdas abiertas mas 
bajos pegados a una Dp-brana, se describen a traves de una teoria de gauge {p + 1)- 
dimensional. Los escalares describen la forma dc la hipersuperficie y, en efecto, estan 
relacionados con las coordenadas del embedding como: 



(2.72) 



El analisis anterior es facilmente generalizado al caso de varias Dp-branas paralelas en 
el mismo punto. Consideremos, por ejemplo, el caso de dos branas en el mismo punto 
= del espacio transverso a ambas. Ademas de las cuerdas que empiezan y terminan 
en la misma brana, podemos tener cuerdas que empiecen en una y terminen en la 
otra, con las dos posibles orientaciones. Estas configuraciones pueden ser representadas 
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Figura 2.1: Las D-branas son hiperplanos dinamicos dondc terminal! las cuerdas abier- 
tas. a) La dinamica de baja energia de los estados no masivos de la cuerda abierta sobre 
una linica D-brana da una teon'a de gauge U{1); b) La teoria que vive en un stack de 
A'^ D-branas coincidentes tiene grupo de gauge U{N). 

introduciendo matrices de A Chan-Paton de 2 x 2, que etiquetan los estados de una 
cuerda abierta. 

A« "oscaadores" 10.*) . A = "^l^^) , (2.73) 

Repitiendo el analisis anterior, vemos que ahora los estados no masivos de cuerdas 
abiertas forman un multiplete vectorial correspondiente a una teoria de gauge en p+1 
dimensiones con grupo de gauge U{2). Si las branas fueran separadas en alguna direccion 

del espacio transverse, los estados de cuerda abierta con elementos no diagonales en A 
se volven'an masivos, es decir, representarian bosones W masivos y la simetria del grupo 
se romperia en U{l)xU (1). Cuando las dos branas coinciden, los bosones W se vuelven 
no masivos y la simetria U (2) es recuperada. 

Siguiendo con este razonamiento, podemos considerar N D-branas. La teon'a de baja 
encrgi'a correspondiente a un conjunto de N Dp-branas coincidentes, cs una teoria de 
Super Yang-Mills (p + l)-dimensional con grupo de gauge U{N) y 16 supercargas. 

Cuando una de estas branas cs scparada del resto, digamos del punto = a 
cualquier otro punto del espacio transverso, el valor de expectacion del escalar en 
el multiplete vectorial de la teon'a de gauge toma un valor no nulo, = 27rZs^$*, y la 
simetria de gauge se rompe como U{N — 1) x U{1) via mecanismo de Higgs. 

D-branas y Cargas de Ramond-Ramond 

Hemos visto hasta aqui' que las D-branas pueden considerarse como objetos fi'sicos 
de la teoria de cuerdas, donde las cuerdas abiertas pueden tener sus extremos. Asimis- 
mo, hemos visto que las fluctuaciones de las cuerdas abiertas sobre la brana tienen una 
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Tipo IIA 


Tipo IIB 


D-brana 
potencial R-R 


DO D2 D4 D6 D8 

Ci C3 C5 C7 Cg 


D(-l) Dl D3 D5 D7 
Co C2 C4 Cq Cs 



Tabla 2.2: El espcctro dc D-branas en teorias tipo II. Notar que la D9-brana no esta pre- 
sente en la teorfa estandar de tipo IIB, dado que implicarfa anomalfas de carga, pero 
puede existir en sobre orientifolds. La D(— l)-brana IIB, acoplada con el escalar R-R Cq, 
es un "D-instanton" , ya que es una configuracion localizada en el tiempo (euclideano) . 

dinamica de baja energia descripta por una teon'a de gauge supersimetrica. Desde el 
punto de vista de las teorias de gauge, resulta posible mostrar que estos objetos, las 
Dp-branas, son objetos BPS y que por lo tanto preservan la mitad dc las supercargas, 
que en este caso (D=10) corresponden a 16, la mitad de las 32 posibles. Una propie- 
dad importante de los estados BPS de teorias supersimetricas es que ellos deben estar 
cargados. En efecto, existe solo un tipo de carga capaz de acoplarse a una Dp-brana 
y resulta ser una carga antisimetrica de Ramond-Ramond [16] . Un volumen de mundo 
(p + l)-dimensional M.p+i de una Dp-brana se acopla naturalmente a {p + l)-forma 
potencial Cp+i en el sector de R-R via el siguiente acoplamiento mmimo: 

^ip [ Cp+i , (2.74) 

donde /Xp es el acoplamiento que debe ser determinado en terminos de cantidades de la 
teoria de cuerdas. Como vemos, no son las cuerdas las que actiian como fuentes de los 
campos de R — R, sino las Dp-branas, que tambicn son objetos contenidos en la teorfa. 
En este punto es interesante notar que cl hecho de que los potencialcs Cp dc RR no 
existan para cualquier p en las teorias tipo II, restringe el espectro de las Dp-branas en 
las teorias de supercuerdas tipo IIA o tipo IIB (ver tabla 2.2). 

En la seccion que sigue, estudiaremos con mas detalle la relacion existente entre 
campos viviendo sobrc una Dp-brana y los campos de cuerdas cerradas, al derivar la 
accion de volumen de mundo de las D-branas. 

2.3. La accion del volumen de mundo de la D-brana 

Hemos visto que los estados no masivos de las cuerdas sobre una Dp-brana forman un 
multiplete vectorial de una teoria de gauge en (p + 1) dimcnsioncs, con 16 supercargas. 
Resulta natural entonces preguntarnos como es la dinamica del volumen dc mundo 
de la Dp-brana y como esta experimenta la influencia de los campos de fondo del 
espacio-tiempo. Hay varias maneras de derivar esta accion. Por razones de simplicidad, 
aqui derivaremos la accion en forma heurfstica, usando T-dualidad como en [5]. 

Comencemos con el acoplamiento de la metrica con el dilaton. Una Dp-brana tiene 
un volumen de mundo (p -|- l)-dimensional, y la accion de baja energfa debe ser la que 
reproduzca la amplitud de dispersion de disco que va como g^^, por lo que esperamos 
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entonces 



Sdp = -Tp f dP+^C e-^J-detGab + • • • , (2.75) 
Jm 

donde a = 0,...,p parametrizan las direcciones del volumen de mundo, Tp es la 
tension de la brana que incluye el factor gj'^, j Gab es el pullback de la metrica del 
espacio-tiempo en el volumen de mundo de la brana: 



Woe 



Gab = ^^G^,. (2.76) 



El siguiente paso es considerar el acoplamiento al campo de B con el campo de 
gauge del volumen de mundo Aa- Para determinarlo, consideremos el ejemplo de una 
D2-brana extendida a lo largo de x^ y x'^, donde encendemos el tensor intensidad de 
campo Fi2 en el volumen de mundo y elegimos el gauge particular en el que A2 = x^Fi2. 
Si realizamos una T-dualidad a lo largo de la direccion x^, obtendremos una Dl-brana 
con: 

x'^ = 2ttIs^A2 = 27rls^x^Fi2 . (2.77) 
Podemos interpretar este resultado diciendo que la Dl-brana esta inclinada un angulo: 

9 = tan-^ (27rZs^Fi2) , (2.78) 

con respecto a la direccion x^. De (2.76) tenemos que: 

j dxW^-{diX-^? = j dxyi + (27r//Fi2)2. (2.79) 

En el caso general, Fab se puede Uevar a la forma diagonal en bloques, y el termino 
tiene la forma: 



dP+^xJdet{r]ab + Girls' Fab) ■ (2.80) 



Bien, ahora por un lado dcbemos covariantizar el termino (2.80) para podcr incor- 
porar el acoplamiento (2.75). Por el otro lado, debemos ser cuidadosos con la invarianza 
dc gauge cspacio-temporal. Es dccir, no cualquicr combinacion Ae F y B2 preserva es- 
ta invarianza. En efecto, una transformacion de la forma 5B2 = dC,, donde C, es una 
1-forma arbitraria, da lugar a un termino de borde en el modelo sigma que describe el 
background. Esta variacion debe ser cancelada por una transformacion de gauge sobre 
el campo A, que puede ser 5 A = —Qjliil^. De esta manera, la combinacion invariante 
de gauge considerada sera B -|- I-kI^F. Todo esto sugiere que la forma de la accion debe 
ser la siguiente: 

Sbbi = -Tp[ dF+^C e~^^det{Gab + Bab + ^Trh^Fab) , (2.81) 
JMp+i 

donde el sombrero " denota el pullback de los campos de fondo sobre el volumen de 
mundo de la brana, como en (2.76), ^ son coordenadas genericas del volumen de mun- 
do, no necesariamente identificadas con las coordenadas del espacio-tiempo. La accion 
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anteriormente escrita se conoce con el nombre de accion de Dirac-Bom-Infeld, y des- 
cribe la dinamica de baja energia del volumen de mundo de la Dp-brana para valores 
arbitrarios de los campos de fondo en el sector de NS — NS. 

Como vimos, el acoplamiento en el sector de R — R esta dado de la forma siguien- 
te (2.74): 

fjip [ Cp+i , (2.82) 
J Mp+1 

donde /ip es la carga de R-R de la D-brana en las unidades apropiadas, y donde nue- 
vamente el sombrero dcnota cl puUback de los campos dc fondo C sobre el volumen 
de mundo. El termino (2.82) no es el unico; las demas contribuciones pueden otra vez 
ser obtenidas via T-dualidad. Consideremos ahora una Dl-brana inclinada en el piano 
{x^,x^). El calculo del pull-back de C2 dara la siguiente expresion para el acoplamien- 
to (2.82): 

' dx'^dx^ ((C2)oi + 5ix2(C2)o2) , (2.83) 



que ante una T-dualidad en la direccion x^, usando (2.71), deviene en un termino de la 
forma: 

I dx'^dx^dx^ ((C3)oi2 + 27rZ,2Fi2(Ci)o) . (2.84) 

Para branas de mayor dimension, este procedimiento puede ser generalizado a poten- 
ciales de rango menor. Recordando la forma invariante que habiamos obtenido para 
la combinacion de F y B2, podemos intuir que la forma final del termino de la de 
Wess-Zumino [17, 18]: 

Swz = ^ip^ ^C,Ae^+'-'''^, (2.85) 

JMp+i q 

donde la suma selecciona los terminos en la expansion de {p + l)-forma, que aporta con 
un valor no nulo de su integral sobre la hoja de mundo. 

La accion de volumen de mundo de la Dp-brana esta dada, entonces, por la suma 
de Dirac-Born-Infeld (2.81) mas la parte de Wess-Zumino (2.85): 



5dp = -^pJ^ ^"^'^ ]l -det (Gab + Bab + 27rl/Fab) 

JMp+i q 



(2.86) 



a la que hay que agregarle la parte supersimetrica que describe el acoplamiento de 
los fermiones, que no discutiremos aca. Por conveniencia, la expresamos en el Einstein 
frame: 



sS'p=~rpJ^ dP+'^ e"4^*^-det [Cab + e-*/2 + 27rl,2F„, 
JMp+i „ 
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Ademas de los terminos aqui descriptos, pueden agregarse terminos adicionales. Sin 
embargo, por razoncs de simplicidad, no seran considerados aqui. Hasta ahora, todo 
lo cstudiado ha sido para el caso de una sola Dp-brana. Cabc cntonces la pregunta de 
que suceden'a si en lugar de una tuviesemos N Dp-branas, una encima de la otra. La 
repuesta a esta pregunta aiin no esta clara. Los campos del volumen de mundo Aa y 

que representan los modos colectivos del movimiento de las branas se vuelven ahora 
matrices que toman valores en la representacion adjunta de U(N). En particular, esto 
significa que las coordenadas del espacio transverso deben ser tratadas como matrices 
de X A^, y esto trae una serie de consecuencias no triviales, como por ejemplo, que los 
pull-backs de los campos de fondo deben ser realizados usando derivadas covariantes, 
o que la accion requiera terminos de la forma [X*,^-'] y Otro problema es 

saber cual es la prescripcion precisa que hay que utilizar para calcular la traza, que es 
necesaria para obtener cantidades invariantes de gauge en la accion. Una prescripcion 
posible es usar la "traza simetrizada" [19], pero ha sido mostrado que este procedimiento 
trae aparejadas algunas ambigiiedades. 

Sin entrar en dctalles de las extensiones no abelianas de (2.86), hay una observacion 
importante que puede realizarse, que se deduce sin ambigiiedades del uso de la traza 
simetrizada. Desarrollando cada extension no abeliana de (2.86) en el background de 
espacio piano hasta el segundo orden en los campos de gauge, se ve que el orden do- 
minante reproduce la accion bosonica en {p + 1) dimensiones de una teoria de Super 
Yang-Mills (SYM) 



SsYU = / d"^'^ Tr 



(2.88) 



Se puede mostrar que los valores para la carga y la tension de la brana resultan: 

V^(27rZ,)3-P _ 1 



(2.89) 



//p = . (2.90) 

Esto completa la deter minacion de la accion de volumen de mundo, ya que tenemos 
expresadas todas las cantidades en terminos de las cantidades de la teoria de cuerdas 
9s y ^s- 



2.4. La geometria de las D-branas 

En la seccion anterior vimos que, a nivel perturbativo cn la teoria de cuerdas, apa- 
recen nuevos objetos llamados Dp-branas que son hipersuperficies donde las cuerdas 
pueden tener sus extremos. Sin embargo, tambien hemos visto que estas Dp-branas son 
objetos fundamentals de la teoria cargados frente a campos potenciales de R — R. 
La energfa de vacfo a un loop de dos branas puede ser interpretada, tambien, como el 
intercambio a nivel arbol de cuerdas cerradas entre las branas. Esto es la base de lo 
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a) 
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Figura 2.2: Doble interpretacion de las D-branas. a) Las D-branas son hip er pianos donde 
terminan las cuerdas abiertas; b) Las D-branas son bordes de la teon'a superconforme 
de cuerdas cerradas, cargadas bajo campos de Ramond-Ramond. 

que se conoce como dualidad cuerda abierta cerrada, que implica que las branas tam- 
bien pueden ser descriptas como estados de borde de una teoria conforme de cuerdas 
cerradas. Este enfoque interpreta las D-branas como estado de frontera de una teoria 
conforme, que resulta ser muy util para analizar algunos aspectos de las D-branas. Una 
de las consecuencias mas importantes de la descripcion de cuerda cerradas es que estas 
D-branas pueden entenderse como solitones de las teorias de supergravedad, que son 
la baja energi'a de las teorias de cuerdas. Uno de las contribuciones mas importantes 
de [16] es precisamente la identificacion de estos solitones con las Dp-branas encontradas 
como consecuencia de la T-dualidad. Esta doble interpretacion, que sera fundamental 
en los temas que trataremos en adelante, esta graficada en la Figura 2.2. 

Buscamos ahora las soluciones de las acciones de SUGRA (2.52) y (2.53). Solo de- 
duciremos las soluciones correspondientes a los casos llamados extremos (sg denominan 
extremes porque son soluciones BPS, es decir que saturan la desigualdad de Bogomonly, 
Prasad y Sommerfield) Nuestro punto de partida sera entonces la accion consistente- 
mente truncada de una de las SUGRA tipo II en el Einstein frame, donde solo dejamos 
un campo formas que llamaremos -Fp+2 (que corrcspondcra a la derivada exterior dc 
uno de los campos potenciales proveniente del sector NS — NS o del sector R — R), la 
metrica y el dilaton: 



donde a es una constante apropiada que se elige de forma de ajustar el rango de la forma 
asi como el sector. Dado que estamos buscando soluciones extendidas en p direcciones, 
que llamaremos . . . ,x^, resulta conveniente dividir las coordenadas en dos grupos 
y asumir algunas condiciones generates que nos permitiran fabricar un ansatz para la 
solucion, que simplifique las ecuaciones: 



Sn = 7^\ [ d^^xV^MG R-l- [ \d^A*d^ + e-"*Fp+2 A *Fp+2 





(2.91) 
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■ x", a = 0, . . . son las coordenadas longitudinales al volumen de mundo de la 
brana. Asumiendo que la brana no posee ningiin punto preferencial, resulta natural 
requerir que la solucion tenga invarianza Poincare en estas p + 1 direcciones; 

■ x'', i = p + 1, . . . ,9, son las coordenadas del espacio transverso al volumen de 
mundo. Dado que en el espacio transverso la brana es visualizada como un punto, 
parece natural requerir sobre estas coordenadas invarianza rotacional SO{9 — p) 
en las (9 — p)-direcciones espaciales. 

Un ansatz compatible con estos requerimientos puede ser escrito de la forma: 

ds'^ = e^^^'-) riapdx'^dx^ + e^^^"^) Sijdx'dx^ , $ = $(r) , (2.92) 

donde r = (x*x*)"^/^ es la coordenada radial en el espacio transverso. Para la {p + 2)- 
forma liemos optado por un ansatz electrico, produciendo un acoplamiento como (2.74), 
o magnetico para su dual Hodge *-Fp+2 = (*-P)8-p- Eso se corresponde con buscar 
soluciones de p-brana electrica o para una (6 — p)-brana magnetica, que es el objeto 
dual magnetico de la primera. La forma del ansatz electrico es: 

Cp+i = (e^^'') -1) dx'^ A--- AdxP . (2.93) 

Sustituimos luego el ansatz en las ecuaciones de movimiento. 

La solucion de las ecuaciones dc movimiento, cuando es intcrprctado como un 
campo de fuerza R — R, lleva a la siguiente configuracion de campos para la supergra- 
vedad de tipo IL 

ds^ = Hp{rY~^ r]aj3dx°'dx^ + Hp{r)^ dijdx^dx^ , 

= H,{rf-^ , (2.94) 
Cp+i = {Hp{r)-^ -1) dx^ A--- AdxP , 

donde Hp{r) es una funcion armonica en el espacio transverso dada por: 

donde = (27r)*^'^+^)/^/r((g+l)/2) cs cl volumen de la g-esfera unidad y las expresiones 
anteriores son validas siempre que p < 7. Notar que "factorizando la constante de 
Newton" en Qp uno puede identificar rapidamente la tension de la p-brana, que es igual 
decir proporcional a Qs ^. Este resultado concuerda perfectamente con el Tp 
coeficiente de la accion de Dirac-Born-Infeld. 

Finalmente, la carga de — de la brana puede ser obtenida calculando: 

Qp = / *dCp+i = V2KTp . (2.96) 

V2k 7s8-p 

El hecho de que la carga sea igual a la tension (en la unidades apropiadas) es 
una manifestacion de la propiedad BPS de la solucion de Dp-brana obtenida. Se ve 
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tambien que QpQe-p = 27r, da la relacion correcta de cuantizacion de Dirac para objetos 
electromagneticos duales como una T)p y una D(6 — p)-branas. 

Notar que la solucion de la metrica (2.94) puede ser escrita de forma simple en el 
string frame como: 

ds^ = i?p(r)-^/2 ■qa^dx'^dx^ + Hp{rf/'^ Sijdx'dx^ . (2.97) 

Algunas observaciones finales dc cstas soluciones de D-branas. En primer lugar, 
las soluciones recien obtenidas (2.94) pueden ser generalizadas al caso de N p-branas 
BPS coincidentes, simplemente cambiando Qp — > NQp en (2.95). En segundo lugar, es 
importante notar que todas estas soluciones (para p ^ 3) presentan un horizonte cn 
r = 0, que es cfcctivamcntc un punto singular dc area nula. En cambio, en el caso de N 
D3-branas, se puede ver que la potencia inversa r~'^ que aparece en (2.95) lleva a una 
cancelacion entre la divergencia de la metrica y el tamano cero del horizonte, dejando 
un horizonte finito en rn = Isi^T^ds^Y^^ ■ 

Como comentario final, hacemos notar que la expresion (2.94) no es la adecuada 
para el caso de las D3-branas, ya que no se ha tenido en cuenta la autodualidad F5. 
Debemos, entonces, reescribir la solucion en la forma siguiente: 

ds^ = H^{r)-^''^ ria^dx'^dx^ + H^irf^ Sijdx'dx^ , 

e* = 1 , (2.98) 
F5 = dHs{ry^ Adx^ A--- Adx^ + *(diJ3(r)~^ A A • • • A dx^) . 
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Capitulo 3 

Ads/CFT la conjetura de Maldacena y su 

Extension 

3.1. La correspondencia 

En esta seccion, repasaremos el argumento que relaciona teorias tipo IIB compac- 
tificadas en AdS^ x con teorias de super- Yang-Mills A/" = 4. Esta relacion es la base 
de la conjetura de Maldacena [1] respecto a la dualidad AdS/CFT. Comencemos con 
teoria de cuerdas IIB en un fondo 10-dimensional piano (Minkowski). Consideremos 
D3 branas paralelas puestas juntas. Las D3 branas se extienden a lo largo de un piano 
(3 + l)-dimensional en el espacio-tiempo (9 + l)-dimensional. Las excitaciones de teoria 
de cuerdas sobre este fondo estan dadas tanto por cuerdas abiertas como por cuerdas 
cerradas (Figura 3.1). Las excitaciones de cuerdas cerradas son excitaciones del espacio 
vacio, mientras que las excitaciones de cuerdas abiertas (que terminan en las D-branas) 
corresponden a excitaciones de las D-branas. 

Pp— bt-anas en 




Dp-branas 



Figura 3.1: Dp-branas en teoria de cuerdas. 
Si analizamos el sistema a bajas energias, energias menores que la escala l/h, solo 
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los estados no masivos de cuerdas pueden ser excitados. Podemos entonces escribir una 
accion efectiva para los estados sin masa. Los modos de cuerdas cerradas sin masa dan 
lugar a un supermultiplctc dc gravcdad cn 10 dimensiones, cuya descripcion efectiva 
de baja energi'a esta dada por la accion de supergravedad tipo IIB. Como vimos en el 
capi'tulo anterior, los modos de cuerdas abiertas sin masa dan lugar a un supermultiplete 
vectorial A/" = 4 en 3+1 dimensiones, cuya descripcion efectiva de baja energia esta dada 
por el lagrangiano de una teon'a J\f = 4 U(N) Super Yang- Mills (SYM) [20, 5]. 

En consecuencia, la accion efectiva total de los modos no masivos tiene la forma 



donde S^uik es la accion de supergravedad en 10 dimensiones mas correcciones de orden 
superior. S^rana esta definida sobre el volumen de mundo p + 1-dimensional, y contiene 
el lagrangiano de = 4 U(N) SYM, mas correcciones dc orden superior. Finalmente, 
Sint describe la interaccion entre los modos de la brana y los modos del bulk. Podemos 
desarroUar la accion de bulk como la parte cuadratica libre, que describe la propaga- 
cion de los modos libres no masivos (inclmdo el graviton), mas interacciones que seran 
proporcionales a una potencia positiva de la raiz cuadrada de la constante de Newton. 
Esquematicamente, tenemos 



donde hemos escrito la metrica como g = rj+nh. Aqui se ha indicado solo la dependencia 
cxpli'cita cn cl graviton, pcro los otros tcrminos del lagrangiano que ticncn dependencia 
en otros campos pueden ser desarroUados de forma similar. De la misma mancra, la 
accion de interaccion se desarrolla en potencias de k. El li'mite de baja energi'a que 
queremos es E « l/lg y este se puede realizar a energia fija si a' — )• 0, manteniendo 
todos los parametros dimensionales fijos. Como consecuencia, dado que k ~ gsc/^ a gs 
constante, se da un desacople de las interacciones y de las correcciones en derivadas 
superiores tanto en la accion bulk como en la accion de brana. 

En consecuencia, en cstc li'mite nos quedan dos sistemas desacoplados; por un lado, 
una teon'a pura M = 4 U(N) SYM en 3+1 dimensiones, y por el otro, gravedad libre 
sobre un fondo piano (figura 3.2). 



S = Sbuik + Sb 1 



>rana 



(3.1) 




(3.2) 
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ExcitaoioMes de baja enet^gia 



£(excit)<<l/ls 



£xci"taciones cuet-das abiek'tas 




Dp-branas 



Figura 3.2: Desacople de los modos de gravedad libre y SYM. 

Consideremos ahora el mismo sistema pero desde otro punto de vista. Las D-branas 
son objetos masivos y cargados que son fuentes de varies campos de supergravedad. La 
solucion de D3 brana (2.98) en supergravedad, tiene la forma 

ds'^ = f-^/\-dt'^ + dxl + dxl + dxl)+f/\dr^+r^dnl), (3.3) 
F5 = {l + *)dtdxidx2dx3df-^ , (3.4) 

/ = 1 + 5 (3-5) 
i?^ = Angsa'^N . (3.6) 

Dado que gu no es constante, la energia Ep de un objeto medida por un observador a 
una distancia Vp y la energfa E medida por un observador en infinito estan relacionadas 
por el factor de corrimiento al rojo (redshift) 

E = f-^/^Ep . (3.7) 

Esto significa que el mismo objeto acercado mas y mas a r = aparecera como teniendo 
menor y menor energia para un observador que lo mira desde infinito. Ahora tomamos el 
Kmite de baja energia en el fondo descripto por la ecuacion (3.6). Existen aqui dos tipos 
de excitaciones de baja energia (desde el punto de vista de un observador en infinito). 
Por un lado tendremos partfculas no masivas propagandose en la region del bulk con 
longitudes de onda muy grandes, y por otro tendremos cualquier tipo de excitacion (no 
necesariamente no masiva) en la region cercana a r = 0. En el Ifmite de baja energfa, 
estos dos tipos de excitaciones se desacoplan unos de otros. Las partfculas no masivas en 
el bulk se desacoplan de las excitaciones de todo tipo en la region cercana al horizonte 
{the near horizon region, cerca de r = 0) ya que la seccion eficaz de absorcion de 
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baja energi'a va como a ~ w^i?^ [21, 22], donde uj es la energia. Se puede pensar que 
en este limite las longitudes de onda de las parti'culas son mucho mas grandes que el 
tamano gravitatorio ti'pico de una brana (que es del orden de R). Similarmente, a las 
excitaciones que viven muy cerca de r = les resulta muy difi'cil superar el potencial 
gravitatorio y escapar hacia la region asintotica. En conclusion, la baja energia consiste 
en dos partes desacopladas, una es la supergravedad bulk libre y la otra es la region 
near horizon (figura 3.3). En esta region, r <^ R, podemos aproximar / ~ R'^/r'^, y la 
geometria resulta 



r 



-dt^ + dx\ + dx^ + dx\ 



(3.8) 



que es la geometn'a de ^4^55 x 



•Worizonte 




p-branas 



Excitaciones de cuerdas 
de todo tipo 



(D 



Near Horizon 
region 



Excitaciones no masivas 



® 



Bulk region 



/ExoitaoioMes de ouet'das + SU6P/A(libt-e) 



Figura 3.3: Desacople de la region cercana al horizonte (1) de la region asintotica (2) 



Vemos que tanto desde el punto de vista de la teoria de campos de cuerdas abiertas 
viviendo en la brana, como desde el punto de vista de la descripcion de supergravedad, 
tenemos dos teorias desacopladas en el limite de baja energia. En ambos casos, una de 
las teorfas desacoplada es supergravedad sobre un fondo piano. Asi que resulta natural 
identificar entre sf los otros dos sistemas que aparecen en ambas descripciones. De esta 
manera, se conjetura que M = A U{N) super-Yang-Mills en 3 + 1 dimensiones es dual 
a teoria de supercuerdas tipo IIB sobre el fondo AdS^ x [1] (figura 3.4). 
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Excitaciones de SYM/ N=4 p+i dirr 




Figura 3.4: Dos descripciones equivalentes del mismo sistema. 

Seamos un poco mas precisos respecto del Hmite de horizonte cercano y de como 
tomarlo. Tomemos el limite de baja energia ol — )• 0. Queremos mantener fija la energia 
de los objetos en la garganta (region horizonte cercano) en unidades de cuerdas, de 
manera de poder considerar estados de excitaciones arbitrarias alK. Esto implica que 
^fa'Ep ~ fijo. Para a' pequeno, (3.7) se reduce a E' ~ Eprl\r(^ . Ya que nosotros 
queremos mantener fija la energia medida desde infinito, que es la forma en la que se 
mide la energfa en teorfas de campos, necesitamos tomar r — t- manteniendo r/o' fijo. 
Es entonces conveniente definir la nueva variable C/ = r/a', de tal forma que la metrica 
result a 



ds^ = a 



2 



{-df + dxl + dxl + dxl) + ^/AngsN—r- + ^A-ngsNd^l 



(3.9) 



Esto tambien puede ser visto de la siguiente manera. Supongamos que apartamos 
alguna D3 brana del origen y la ponemos en r. Esto corresponde a dar un valor de 
expectacion de vacfo a uno de los escalares de la teoria de Yang-Mills. Ahora tomamos 
el Kmite de baja energfa a' — t- manteniendo la masa del "boson W^^ fija. Esta masa, 
que es la masa de la cuerda extendida entre dos branas, una puesta en r = y la otra 
en r, es proporcional a [/ = r/a', asf que esta es la cantidad que debe permanecer fija 
en el Ifmite de desacople. 



Hasta aquf la conjetura es puramente una construccion logica, sin embargo, al- 
gunas verificaciones son inmediatas. El espacio anti-de-Sitter tiene un gran grupo de 
isometrfas; el 50(4, 2) para el caso que nos interesa. Este es el mismo grupo que el grupo 
conforme en 3 + 1 dimensiones. Luego, el hecho de que la teorfa a bajas energfas sobre la 
brana sea conforme se refleja en que la geometrfa de la region cercana al horizonte sea 
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AdS. Tambien tenemos algunas supersimetrfas. El mimero de supersimetrias es el doble 
de los que tiene la solucion total (3.6) [23]. Este aumento al doble de las supersimetrfas 
se ve en cl lado dc la tcon'a dc campos como consecuencia dc la invarianza superconfor- 
mc, ya que el algebra superconforme tiene el doble de fermiones que el correspondiente 
superalgebra de Poincare. Per otro lado, tambien tenemos simetn'a SO{6) por la S^. 
Esta esta identificada con el grupo SU{4)ji de la simetn'a R de la teoria de campos. En 
efecto, todo el subgrupo es el mismo para la teoria de campos A/" = 4 y la geometn'a 
AdS^ X S^. De esta manera, ambos lados de la conjetura tienen las mismas simetn'as 
espacio-temporales. 

Estudiemos ahora la validez de nuestras aproximaciones. El estudio de los diagramas 
de loops en la teoria de campos muestra que el analisis perturbativo de la teoria Yang- 
Mills es valido cuando 

g^MN r^g.N^^ « 1. (3.10) 

Notese que no solo es necesario que sea pequeno sino que tambien debe serlo 

9ym^- ^^'^o lado, la descripcion clasica de gravedad resulta confiable cuando el 
radio de curvatura R de AdS y de se vuelve grande comparado con la longitud de 
la cuerda 

-j^^g.N^ g^MN » 1. (3.11) 

Vemos que el regimen de gravedad (3.11) y la teoria de campos perturbativa (3.10) 
son totalmente incompatibles. Es por esta razon que esta correspondencia es llamada 
"dualidad". Se conjetura que las dos teorias son cxactamente las mismas, pero cuando 
una esta acoplada dcbilmcntc, la otra lo esta fucrtemente y viceversa. Obviamente, 
esto hace que la correspondencia sea difi'cil de probar pero simultaneamcntc, la vuelve 
muy litil. Notese que en (3.10) (3.11) hemos supesto implicitamente que gg < 1. Si 
gs > ^ podemos hacer una transformacion de dualidad S'L(2, Z) y obtener condiciones 
similares a (3.10)( 3.11) pero con ^ l/^^. Es asi que no podemos ir al regimen de 
gravedad (3.11) tomando N pequeiio {N = 1, 2, ..) y gg muy grande, ya que en este caso 
las D-string se vuelven muy livianas y hacen que la aproximacion de supergravcdad no 
sea valida. Otra forma de ver esto es notando que el radio de curvatura en unidades de 
Planck es R^/lp ~ N. Asi que es siempre necesario, pero no suficiente, tomar N grande 
para tener una descripcion de supergravcdad acoplada debilmente. 

Existen varias formas de establecer la conjetura dependiendo de la region en la 
que situemos los parametros gs y N. Sin embargo, en lo que sigue, trabajaremos con 
su forma mas fucrtc, la cual establece que ambas tcon'as son exactamente las mismas 
para todos los valores de gs y N. En esta conjetura, el espacio-tiempo solo necesita 
ser asintoticamente AdS^ x a, medida que nos acercamos al borde. En el interior, 
podemos tener todo tipo de procesos; gravitones, estados de cuerda fundamental muy 
excitados, D-branas, agujeros negros, etc. Aiin la topologfa en el interior del espacio- 
tiempo puede cambiar. La teoria de Yang-Mills, se supone, es una suma efectiva sobre 
todos los espacio-tiempos asintoticamente AdS^ x S^. 
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3.2. Mapeo entre campos y operadores 



Como acabamos de ver, la correspondencia AdS/CFT establece que la fisica des- 
cripta por una teon'a de gauge A/" = 4 SYM es la misma que la fisica descripta por 
teon'as de cuerdas sobre un fondo AdS. Sin embargo, no hemos dado aun un mapeo 
preciso entre estas dos teorias. 

Consideremos el siguiente ejemplo para guiarnos en el camino hacia un mapeo pre- 
ciso cntrc cstados de la teon'a de cuerdas y operadores en la teoria dc gauge conformc 
dual. Imaginemos que en la teoria A/" = 4 super- Yang- Mills tomamos una deformacion 
marginal por un operador O cambiando el valor de la constante de acoplamiento. Dado 
que los acoplamientos de ambas teorias estan relacionados, un cambio en la constante 
de acoplamiento dc la teoria de gauge implica un cambio en la constante de acoplamien- 
to dc la teoria de cuerdas, es decir, un cambio en el valor dc cxpcctacion del dilaton. 
Ahora bicn, el valor dc cxpcctacion del dilaton csta dado por la condicion dc contorno 
que este satisface en infinito. Asf que un cambio en la constante de acoplamiento de 
la teoria de gauge nos Ueva directamente a un cambio en la condicion de contorno del 
dilaton. Mas precisamente, supongamos que agregamos a la teon'a de gauge el siguiente 
termino: f d'^x(l)o{x)0{x). De acuerdo a la discusioii previa, cs natural suponer que esto 
cambiara la condicion de contorno del dilaton en el borde dc ^4^5" (en las coordenadas 
en las que el borde de AdS esta en z = 0), ^(x, z)\z=o = (poix)- Es decir, como se sugiere 
en [24, 2], resulta natural proponer que 



dondc el lado izquierdo es la funcion generatriz de las funciones de correlacion de la 
teon'a dc campos. Es decir, de esc lado es una funcion arbitraria y podemos calcular 
las funciones dc correlacion dc O tomando las derivadas funcionalcs ncccsarias rcspccto 
de 4>o y poniendo luego 4>o = 0. El lado derecho de la igualdad cs la funcion de particion 
completa de teorias de cuerdas con la particularidad de que el campo (j) tiene como 
condicion de contorno el valor (^o en el borde de AdS. 

La formula (3.12) es valida en general para cualquier campo 0. Por lo tanto, cada 
campo que se propaga en AdS esta en correspondencia uno a uno con un operador de 
la teon'a de campos. 

Aiin mas, podemos establecer una relacion precisa entre la masa del campo escalar 
libre (f) y la dimension A del operador de la teoria conforme. No es difi'cil ver que si A 
es la dimension de O, esta se relaciona con la masa m de ^ como 



Como ya dijimos, las funciones de correlacion en la teon'a de gauge pueden calcu- 
larse a partir de (3.12) derivando respecto de (f)o. Cada derivada corresponde a una 
insercion de un operador O, que "envia" una parti'cula (f) (una cuerda cerrada) hacia el 
interior del espacio. De esta manera, los diagramas de Feynman de la teon'a de campos 




z=0 



(3.12) 




(3.13) 



33 



pueden ser computados (a acoplamiento fuerte) calculando diagramas en el interior del 
espacio AdS. En el limite en que supergravedad es aplicable, los linicos diagramas que 
contribuyen son los que aparecen a nivel arbol [25](figura 3.5). 




Figura 3.5: Las funcioncs dc correlacion pueden ser calculadas (en el Hmitc QgN grande) 
en terminos de diagramas dc Feynman de supergravedad. Aqui vemos la contribucion 
principal proveniente del diagrama desconectado mas los conexos que involucran campos 
de supergravedad en el interior del espacio AdS. Al nivel arbol, estos son los linicos 
diagramas que contribuyen a la funcion de 4 puntos [25]. 

En el Kmite que nos interesa trabajar, podemos aproximar la funcion de particion de 
teorfa de cuerdas por e"^^^'^^^, donde IsuGRA es la accion de supergravedad evaluada 
en AdS5 x (o como ya veremos, evaluada sobre algiin fondo de gravedad conveniente). 
Esta aproximacion corresponde a ignorar todas las correcciones de cuerdas en a' asi co- 
mo tambien todas las correcciones cn loops que son controladas por cl acoplamiento 
gravitatorio k ~ QstCt''^- Del lado de la teorfa de gauge, esta aproximacion correspon- 
de a tomar los Ifmites y gyu-^ grandes, y entonces la relacion entre las funciones 
generatrices resulta 

g SUGRA 2^ ^string — -^gauge ~ ^ ; (^•-'-'^) 

donde W es la funcion generatriz de funciones de Green conexas en la teoria de gauge. 

El procedimiento consiste ahora en resolver las ecuaciones de movimiento en el 
interior del espacio AdS., sujetas a condiciones de contorno de Dirichlet en el borde 

del espacio, y evaluar la accion en la solucion. En este sentido, la aproximacion antes 
mencionada puede pensarse como un saddle point en la funcion de particion de cuerdas. 
De esta manera, podemos escribir 



Wgauge['^o] = - log Ud'-M-)0{x)\ ^ cxticmum /sc/GiiA M ■ (3.15) 

Es decir, la funcional generatriz de funciones de Green conexas en la teorfa de gauge, 
en el Ifmite AT, Qym^ grandes, resulta ser la accion de supergravedad. 

Como el lado derecho de la ecuacion es la accion clasica extremizada, la serie de 
potencias esta representada graficamente por diagramas de Feynman a nivel arbol para 
los campos de supergravedad. 
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3.3. QCD 



Dado el valor y la potcncia de calculo de la conjetura, resulta inevitable tratar 
de hacer contacto con QCD, sin embargo hasta aqui la conjetura relaciona teorias de 
cuerdas sobre AdS con teorias de campos supersimetricas y conformes. Un mecanismo 
que permite romper supersimetria es el propuesto por Witten en [3] . 

La idea consiste en empezar con una teoria de gauge maximalmente supcrsimetrica 
(p + l)-dimensional en el volumen dc mundo dc N Dp branas. Luego, la tcoria se com- 
pactifica en un circulo de radio Rq y se impone sobre este condiciones antiperiodicas 
para los fermiones. En consecuencia, estos adquieren masa del orden ruf ^ I/Rq. Los 
escalares adquieren masa a un loop y luego, a energias menores que l/Ro, ambos se 
desacoplan del sistema. De esta manera, a grandes distancias comparadas con el radio 
de Rq, la teoria efectiva dcbcrfa representar QCD pura en p dimensiones. Usualmente, 
la direccion escogida para tal fin es la direccion temporal, lo que lleva a una teoria de 
gauge a temperatura finita T, donde el radio de compactificacion es proporcional al/T. 
De esta manera, el li'mite de alta temperatura de una teoria de gauge supersimetrica 
(p+ l)-dimensional resulta descripto por una teoria de gauge no supersimetrica en p di- 
mensiones. Del lado de gravedad, la descripcion corresponde a tomar teorias de cuerdas 
sobre un fondo tipo agujero negro de Schwarzschild en AdS, o mas generalmente sobre 
una variedad simplemente conexa que permita definir una estructura de espin linica tal 
que solo pueda contribuir al ensamble termico estandar Tre~^^ y no a Tr [—l)^e~^^ 
[3]. 

En este nuevo contexto, resulta de particular interes el estudio dual gravitatorio de 
operadores locales invariantes de gauge, como los lazos de Wilson, ya que los polos de 
las funciones de correlacion de estos operadores deberfan darnos el espectro de glueballs 
de QCD. Para esto, es fundamental determinar si la descripcion dual corresponde a la 
fase confinante de la teoria de gauge. 

3.4. Lazos de Wilson 

En 3 dimensiones cl potcncial de Coulomb ya cs confinante. Es un confinamiento 
logarftmico V{r) ~ ln{r), sin embargo las simulacioncs provistas por Lattice QCD 
indican que cl confinamiento para QCD3 a grandes distancias es lineal V{r) ~ ar. 

Para ver el confinamiento en la descripcion dual, resulta litil estudiar lazos de Wilson 
espaciales. En una teoria confinante, el valor de expectacion de vacfo de un operador 
de lazo de Wilson muestra comportamiento de area [26] 

{W{C)) ~ exp{-aA{C)) , (3.16) 

donde A{C) es el area encerrada por el lazo C. La constante a es llamada, en este 
contexto, la tension de la cuerda. El comportamiento de area (3.16) es equivalente 
a un potential de interaccion quark-antiquark que confina linealmente, V{L) ~ aL. 
Esto puede ser visto considerando un lazo rectangular C con lados de longitud T j L 
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en espacio euclideo, como se muestra en la Figura (3.6). En el caso en que T sea la 
direccion temporal y en el limite T — > oo, resulta 

{W{C)) ~ exp(-rF(L)) ~ exp(-CTA(C)) . (3.17) 



T 



L 

Figura 3.6: El confinamiento lineal V{L) ~ aL para un par quark-antiquark puede ser 
deducido del comportamiento tipo area del lazo de Wilson {W{C)) ~ exp(— crTL). 

Si pensamos que el tubo de flujo que mantiene unido al par de quarks se comporta 
como una cuerda, la descripcion dual aparece casi de manera obvia. Una cuerda con sus 
extremos pegados a los quarks que viven en la teoria del borde, no esta necesariamente 
confinada a vivir sobre este. Mas bien, la cuerda naturalmente se metera hacia el interior 
del espacio y {W{C)) correspondera a la suma sobre todas las configuraciones de cuerdas 
que tengan por contorno el lazo de Wilson C. 

Es decir, la prescripcion esta dada por 

{W{C)) = I exp(-/x(Z?)) , (3.18) 

donde /Lt(-D) es el area regularizada del volumen de mundo de la cuerda D restringida 
en el borde a C. 

En la aproximacion natural, supergravedad, (3.18) se reduce a 

{W{C)) = eM~l^rain{D)) , (3.19) 

donde el volumen de mundo fimiaiD) sera aquel que minimice el area con la condi- 
cion de contorno dictada por el lazo de Wilson del borde, calculado sobre el fondo de 
supergravedad correspondiente. 

3.5. Espectro de Glueballs 

La correlacion entre lazos de Wilson en QCD es mediada por el intercambio de 
glueballs entre ellos. En la descripcion dual, esta correlacion es descripta a traves de 
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una cuerda que une ambos lazos de Wilson. Sin embargo, a medida que estos lazos se 
separan, la hoja de mundo de la cuerda que los une se vuelve cada vez mas delgada. 
Para un dado valor dc scparacion L, (L > Lcrit, que depcndc del tamano dc los lazos) 
la hoja de mundo se vuelve inestable, siendo mas favorable energeticamente dos hojas 
de mundo, cada una con su respectivo lazo de Wilson (Figura 3.7). Esto parece ir 
en contradiccion con la descripcion del lado de teon'a de gauge, en la que a grandes 
distancias los lazos de Wilson son mediados por glueballs. 




Figura 3.7: Para L > Lcrit, no existe la hoja de mundo que conecta ambos lazos. La 
distancia Lcrit queda determinada por el tamaho del lazo. 

Este fenomeno se explica en [27] de la siguiente manera. Cuando la distancia entre 
ambos lazos Ci y C2 es menor que la distancia cn'tica (L < Lcrit), la contribucion princi- 
pal a la parte conexa de la funcion de correlacion {W{Ci)W{C2)) proviene de la cuerda 
clasica que conecta Ci con C2. A L = Lcrit, la hoja de mundo de esta cuerda se vuelve 
inestable y comienza a colapsar. Antes que la superficie se desconecte, la aproximacion 
de supergravedad deja de ser valida, cuando el radio de la hoja de mundo se vuelve del 
orden de la longitud caracteristica Ig- Luego de eso, las fluctuaciones cuanticas comien- 
zan soportar la superficie y las dos hojas de mundo continuan conectadas por un tubo 
delgado del orden de la longitud caracteristica de la cuerda Ig- Para L grande, el tubo 
delgado puede ser representado por el intercambio de gravitones entre las dos hojas de 
mundo (Figura 3.8). Por lo tanto, la correlacion entre los lazos de Wilson no dcsaparccc 
completamente, sino que es mediada por el intercambio de gravitones. Esto indica que 
los supergravitones que se propagan sobre el fondo de agujero negro (p + l)-dimensional 
deben ser identificados con los glueballs de QCDp. 

Siendo un poco mas precisos, podemos conjeturar que los polos de las funciones de 
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Figura 3.8: Para L > Lcrit, la correlacion entre los lazos de Wilson esta soportada por 
el intercambio de gravitones. 



correlacion entre lazos de Wilson, que corresponden a las masas de los glueballs, deberan 
corresponder a las masas de los supergravitones que se propaguen sobre el fondo de 
gravedad. Esto ultimo es consecuencia de que del lado de gravedad solo contribuyen 
diagramas a nivel arbol, por lo que la masa clasica y la masa fi'sica (polo del propagador 
del graviton) es la misma. 

Para ver de manera mas explicita la relacion entre las fiuctuaciones de los campos 
de supergravedad y cl cspcctro de glueballs, desarrollemos un ejemplo particular de 
QCD4, siguicndo [28]. Una forma de obtcner una tcoria de gauge que pueda representar 
QCD4 es a traves de la reduccion dimensional de la teorfa de gauge 5-dimensional, que 
aparece como li'mite de baja energia de la dinamica de D4-branas en teon'a de cuerdas 
tipo II A en 10 dimensiones. 

Dado que podemos pensar en los campos de supergravedad como las constantes de 
acoplamiento de los operadores de la teoria de gauge, sus mimeros cuanticos pueden ser 
asignados requiriendo invarianza ante conjugacion de carga y paridad de toda la accion, 
(es decir, de todos los teminos con campos de supergravedad acoplados a operadores 
compuestos de la teorfa de gauge). Para estudiar de que manera los campos de super- 
gravedad se acoplan a los campos de la teorfa de gauge que vive sobre las D4-branas, 
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volvamos a la accion de Born-Infeld mas el termino de Wess-Zumino para este caso, 

S = Jd^x det[G^^ + e-'^/\B^^ + F^^)] + J d'^xiCiF AF + C3AF + C5), (3.20) 

donde hemos considerado la accion de una sola D4-brana, /i, = 1,2, 3,4, r. La asig- 
namcion de los mimeros cuanticos en el caso de N branas coincidentes sera el mis- 
mo. En la teoria de gauge 5-dimensional, las coordenadas del volumen de mundo son 
xi, X2,xs,X4,T donde r esta compactificada cn una S^. Tomemos X4 como la coordcnada 
temporal cucli'dca. Lucgo dc la rcduccion dimensional, los campos pucdcn scr caracte- 
rizados por su representacion bajo el pequefio grupo de SO{3) correspondiente a las 
rotaciones en las coordenadas espaciales Xi, i = 1, 2, 3, en la teon'a 4-D. 

Definamos para los campos de la teon'a de gauge 5-D la operacion de paridad de la 
siguiente manera: 

P : Ai{^Xi, X4, t) > — Xj, X4, t), 

P : A4{xi,X4,T)^ A4{-Xi,X4,T), 

P : Ar{Xi,X4,T)^ Ari-Xi,X4,T) , (3-21) 

para Xj — Xj, X4 X4, y r — )■ r. Luego de la compactificacion x S-*-, podemos defi- 
nir otra operacion de paridad, invirtiendo la coordenada r en la S^. Entonces definimos 
otra transformacion de paridad (no relacionada con la anterior). Esta transformacion 
de paridad en r— , Pr : t — r, actiia de la siguiente manera: 

Pt '■ Ai(^Xi,X4,T) — >■ j4j(Xi, X4, — t), 
Pr : A4{xi,X4,T)^ A4{xi,X4,-T), 

Pr : AT-{Xi,X4,T) ^ -Ar{Xi,X4,-T) . (3.22) 



La conjugacion de carga para un campo no abeliano se define como 

C:ir„^^(x)^-ir„M;;(x) (3.23) 

donde T"- es el generador del grupo. En terminos de los campos matriciales: {A = 
^TaA"-), C : A^{x) -Aj^{x). Esto lleva a una sutileza. Por ejemplo, consideremos 
esta transformacion actuando sobre un invariante trilineal de la teoria, 

C : TrlFuj^uj^Fn^v^-^iJ-si'a] ~^ ~-^'"[-^/i3^'3-^M2i^2-^Mi'^i] ■ (3.24) 

Notar que el orden de los campos ha cambiado. Luego, productos simetricos, d^^'^Ff F2-F3 , 
tendran C = — 1 y productos antisimetricos, /"'"^FfFlF^, tendran C = +1. Es posible 
mostrar que solo aparecen trazas simetricas, denotadas como Sym Tr[F^,y • • • ]. De esta 
manera, los polinomios pares tendran C = +1 y los polinomios impares C = —1. 
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DesarroUando la accion de Born-Infeld, es posible obtener los operadores a los que 

las pertubaciones dc los campos de fondo se acoplan y a partir de estos, determinar los 
numeros cuanticos J^'^(P^) dc los estados de giucballs representados por estas: 

Naturalmente, el acoplamiento de la metrica resulta, G^yT^^^ ~ G^i/Tr(F^AF^) + 
• • • , de donde se obtiene 



Gij ^ 2++ {Pr = +), Gir ^ 1~+ {Pr = +) Grr ^ 0++ (P^ = +) . 



Luego de la compactificacion de supergravedad 11-D, el nuevo campo resulta una 

1-forma de Ramond-Ramond, que se acopla como ~ e^^^^'^'^C^ Sym Tr[F,^\FKriW] , 
donde W es alguna potencia par del campo F. En consecuencia, el acoplamiento 
e^^^Ci Sym Tr[F^jFfe4W] + • • • Ueva a 



(3.25) 



d ^ 1++ {Pr 



(3.26) 



Similarmente, e'^^CrT^{FijFikW) + ■■■ da 



Cr 0-+ {Pr 



+), 



(3.27) 



y Gii^ii Ueva a un dilaton (j) con constante de acoplamiento (pTrF^ , 



(j) ^ 0++ {Pr = +). 



(3.28) 



Un analisis similar puede realizarse para los otros campos. 
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Capitulo 4 
Soluciones No Criticas 



4.1. Introduccion 

Las teon'as de cuerdas no criticas D dimensionales estan formuladas en dimensiones 
D 7^ 26 en el caso de cuerdas bosonicas, o 7^ 10 en el caso de supercuerdas. Estas 
teorias incluyen entre sus grados de libertad asociados a la hoja de mundo, un campo 
escalar con dinamica propia. Este campo cs Uamado modo de Liouville y se combina 
con las Z) — 1 coordenadas restantes [29] , [30] . Estas teon'as han sido ampliamente es- 
tudiadas en el pasado, en particular en D < 2 [31], ya que el problema de la llamada 
barrera "c = 1" impedia formularlas en dimensiones mayores [32]. Esta situacion cam- 
bio drasticamente con la introduccion de la simetrfa superconforme {Ml,J^r) = (2,2) 
en la hoja de mundo. Kutasov y Seiberg [33], mostraron que es posible formular teorfas 
no criticas Tipo II en espacio-tiempos de dimensiones d = 2n, con n = 0, 1, ... 4, y 
describir consistentemente soluciones con supersimetria espacio-temporal con al menos 
2n+i supercargas. Sobre la hoja de mundo, estas teorfas presentan, ademas del modo 
de Liouville (f) antes mencionado, un boson compacto X, dando al espacio de fondo la 
forma general 

M'^ x^^xS^ X M/r , (4.1) 

donde A^"^ es el espacio-tiempo Minkowski d-dimensional, M es una teoria de campos 
(2, 2) superconforme arbitraria, y F es un subgrupo discreto que actua sobre x M. 
La teorfa de Liouville incluye un fondo de dilaton lineal que lleva a una singularidad a 
acoplamiento fuerte. Sin embargo, la existencia de un boson compacto permite resolver 
esta singularidad reemplazando la parte del fondo x por el supercoset A/" = 2 de 
Kazama y Suzuki: S'L(2, ^)k/U (1). Este espacio tiene la forma geometrica de un cigarro, 
con una escala natural dada por [34], [35]. Esto provee un regulador geometrico 

para la singularidad a acoplamiento fuerte, mientras que coincide con la solucion de 
dilaton lineal en la region de acoplamiento debil. Se sabe que esta solucion es exacta a 
todo orden en teoria Tipo II, a menos de un corrimiento trivial k ^ k — 2 [36]. Cuando 
d = 8, se recupera supercuerdas criticas sobre Minkowski 10-dimensional. 

En vista de esto, en este capi'tulo, estudiaremos soluciones de fondo de teorias no 
criticas Tipo II, que incluyan un sector no trivial que pueda ser parametrizado por 
una coordenada radial y una coordenada compacta . La coordenada radial podra ser 
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interpretada como una escala de energia [37] , [1] , [38] . 

Presentaremos aqui, la solucion correspondiente a la cuerda fundamental doblemen- 
te localizada (una de las pocas conocidas) en el vacio de Minkowski veces el cigarro, 
soluciones de vacio y soluciones cargadas que representan p-branas que llenan todo 
el espacio Minkowski no transverso. Todas las soluciones presentadas aqui se hallan 
publicadas en [7] y [8]. 

El problema de encontrar soluciones a la accion de baja energia de las cuerdas no 
criticas ya ha sido abordado en otros trabajos; las referencias mas notables corresponden 
a [4] (ver tambien [39], [40], [41]). En nuestro caso, en lugar de resolver un conjunto 
de ecuaciones BPS, hemos preferido encarar el problema resolviendo directamente el 
conjunto complete de ecuaciones acopladas de segundo orden derivadas de dicha accion 
de baja energi'a. 

Un punto que es importante remarcar es el siguiente. Muchas de las soluciones 
encontradas en el caso no cn'tico resultan confiables solo en una (gran) region del espacio, 
como pasa en el caso [7] y como pasa para algunas de las soluciones presentadas aqui, 
de la misma manera que sucede para el caso de cuerdas criticas con las soluciones de 
p-branas. Pcro on otros casos, como sucede con las soluciones tipo AdS, la curvatura 
es del orden de la unidad, y por tanto no queda claro si cstas soluciones no recibiran 
correcciones importantes de los ordenes supcriorcs de la accion efectiva. A pesar de esto 
adoptaremos la postura seguida en [37] , [39] , [4] , [42] , [43] , que asume que para el caso 
de este tipo de fondos, la estructura conforme de los mismos no sera modificada por 
las contribuciones de orden superior en la curvatura, a menos de corrimientos en los 
parametros caracteristicos. 

Estc capitulo esta organizado como siguc. En la scccion 2, presentamos la accion 
efectiva para cuerdas no criticas. En la scccion 3, presentamos la solucion dc cuerda 
fundamental en el vacio Minkowski x el cigarro. Vemos aqui que esta solucion resul- 
ta doblemente localizada en el origen del espacio Minkowski y en el tip del cigarro. 
En la seccion 4, presentamos, ademas, el ansatz general de p-branas que llenan todo 
el espacio-tiempo. Reducimos, en este caso, el sistema complete de ecuaciones acopla- 
das de segundo orden a un par de ecuaciones acopladas mas un vinculo, "condicion de 
energia ccro": ecuaciones (4.62) y (4.63). En la seccion 5, obtenemos todas las posibles 
soluciones de vacio para esta teon'a de baja energia. Estas consisten en la solucion dada 
por el espacio-tiempo de Minkowski veces el dilaton lineal veces una S^, y una familia 
de soluciones en tres parametros, asintotica al vacio antes mencionado. Estas ultimas 
resultan singulares en general, a excepcion de una sub-familia que incluye la bien co- 
nocida solucion Minkowski x cl cigarro. En la seccion 6, rcsolvemos completamentc cl 
problema de encontrar soluciones cargadas NSNS que Ucncn todo Minkowski. Por otro 
lado, ademas de la solucion bien conocida AdSi^2 x (representada por la teoria exac- 
ta SL{2,^) X U{1)), encontramos varias familias de soluciones que tienen a esta por 
li'mite asintotico. Notablemente, encontramos ademas una solucion interpretable como 
la cuerda fundamental no critica embebida en el vacio de dilaton lineal, y una familia 
2-parametrica de soluciones regulares. Mas aiin, recobramos la solucion previamente 
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hallada en la seccion 3 de la cuerda fundamental en el vacio del cigarro y tres familias 
de soluciones singulares y oscilantes de dudosa interpretacion fisica. En la seccion 7, 
consideramos cl sistcma de ecuaciones en el caso dc soluciones cargadas dc RR. En este 
caso, el problema no ha podido ser resuelto completamente debido a que liemos intro- 
ducido un anzatz particular, que nos lleva a una familia de soluciones 2-parametricas 
asintoticas al espacio tiempo T-dual a AdSi^p^2- Estas resultan singulares en el IR, 
excepto para dos familias de soluciones que son regulares. Via T-dualidad, estas pueden 
ser mapeadas en familias de espacios de Einstein conformes, con dilaton constante, que 
incluyen al agujero negro AdS encontrado en [4]. Una generalizacion de estas ultimas 
constituira el tema central del capi'tulo que sigue. Por ultimo, en la seccion 8, se incluyen 
algunas conclusiones de este capi'tulo. 

4.2. La accion de baja energia peira las teorias no criticas 

Como ya mencionaramos, es posible apartarnos de la dimension critica de manera 
consistente si admitimos la existencia de campos de fondo no triviales. En esta seccion, 
repasaremos la formulacion de teorias de cuerdas sobre fondos curvos y en presencia de 
campos de fondo. Por brevedad en la exposicion, solo trataremos el caso bosonico. 

Comencemos recordando la accion de Polyakov para la parte bosonica de la cuerda 
en D dimensiones planas 

Sp = ~-^ [ c^V^=M^/l»V5„x''56X^ (4.2) 

donde ij^i, es la metrica plana con signatura Minkowski (— , +, +), y /i"** es la metrica 
en la hoja de mundo con signatura (—,+). De relatividad general, sabemos que si 
pretendemos reformular la teon'a sobre un espacio curvo debemos reemplazar la metrica 
plana 1]^,^ por una metrica general G^i,{X) que describa tal espacio curvo. Esto lleva 
naturalmente a la siguiente accion para la cuerda sobre dicho espacio 

Sa = -j^ f d^(J^^h{a)h''''G^,{X)daX^'dbX\ (4.3) 
47rQ!' 

Esta teoria se conoce como modelo sigma no lineal. Sin embargo, debemos recordar 
que la teoria de cuerdas incluye en su espectro una parti'cula que puede ser identificada 
con el graviton, por lo que cabe preguntarse si es consistente esta manera de incluir un 
fondo curvo (estado coherente de gravitones). Para ver que esta forma es consistente, 
consideremos el caso en que la metrica de nuestro espacio curvo puede describirse como 
la suma de una metrica plana mas una pequena perturbacion 

G^,{X) = ri^, + £^,{X). (4.4) 
Luego, la expresion (4.3) resulta 

Scr = -^J^ d^a^/^hi^h''\v^.u + l^u{X))d,X^d^X\ (4.5) 
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Esta expresion es la que entra en la exponencial de la integral de camino, cuando 
estudiamos la teoria cuantica 

eM-Sa) = exp[--i^ /" (fay/^h{^h''\v^,+i^,)daX''dbX^] 

4vrQ!' Jj^ 

= exp(-5p)exp[--i- / (fa^/^h{^h'''£^,^aX''^bX^'] 

^ exp(-5p)[l--^ / dVV^M^/i^V^aX'^^ftXn, (4.6) 

donde al final hemos usado el desarrollo de la segunda exponencial a primer orden. 

De la ultima igualdad en (4.6), identificando (!.{X)^i, = —^'Kgs&^^ '^(,nv, vemos que 
una pequena perturbacion sobre el espacio piano puede ser interpretada como la inser- 
cion del operador de vertice del graviton [5]. Es decir, una pequena deformacion del 
espacio piano corresponde a la existencia de un estado de graviton. Luego, reemplazar 
la metrica plana por G^jy corresponde a exponenciar el operador dc vcrticc del graviton; 
es decir, corresponde a un fondo coherente dc gravitones. Naturalmcntc podcmos in- 
cluir de manera similar los otros dos campos que encontramos cuando estudiamos el 
sector no masivo NSNS de cuerdas cerradas en la seccion 2.1.2, el tensor antisimetrico 
de Kalb-Ramond B^j^nj el dilaton cf) [44], 

Sa = --^ [ d^a^/^h(a)[{h''''G^,{X) + ie''''B^,{X))daXi'da'' + a'RHX)]. (4.7) 
47ra' Jm 

Claramente, la exigencia de la invarianza de Weyl de la teorfa a nivel cuantico se 
traduce ahora en nuevas funciones f3 (una por cada campo) que dcbcn anularse. Es 
decir, dado que la invarianza de Weyl requiere que la traza del tensor energfa momento 
sea nula, 

n = -^^^.h'^'daX'^dbX^ - ^p^^e'^daX^'d.X^ - , (4.8) 

es necesario que /3^^, P^^^,, sean nulas. 

El calculo a segundo orden en las perturbaciones de los campos (primer orden en 
a') muestra que [45] [5]: 

/3* = a'(^:^^-^V2$ + V«W$-^H«^.if''^^) +0(a'2) , (4.9) 

donde = + d^B^i^ + 8,^3 

Es interesante notar que, dado que diferentes ordenes en a' corresponden a dife- 
rentes niveles de energfa, a mayor orden en a', mayor nivel de energfa. Luego, si bien 
solo podemos conocer orden por orden las ecuaciones para las betas (4.9), anular estas 
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funciones al orden ol tiene que representar la fisica de esta teoria a bajas energias. Por 
otro lado, es notable que anular las funciones heta lleve a ecuaciones para los campos 
dc fondo que estan escritas en forma covariante respccto del cspacio-ticmpo. Dc csta 
manera, contamos con un conjunto de ecuaciones que deben satisfacer los campos de fon- 
do y que representan la fi'sica de baja energia de la teoria de cuerdas (sector no masivo). 

Es posible mostrar que estas ecuaciones pueden ser obtenidas a partir de la siguien- 
te accion para los campos de fondo 



2Ki 



Kg 7 [ 12 

2{D - 26) 



+ O(a') 



(4.10) 



3a' 

en el caso de la cuerda bosonica. Para la supercuerda, la parte bosonica de la accion de 

3a' 



baja energia es la misma, donde la constante cosmologica ^^^^-r^, debe ser reemplazada 



por ■ De aqui en mas, nos referiremos a esta accion como la accion de baja energia 

para la cuerda no critica en el string frame. 

Un analisis rapido de las ecuaciones (4.9) muestra que estas son compatibles con un 
dilaton y campo antisimetrico constante y una metrica plana, si la dimension del espacio 
tiempo es 26 (caso bosonico). Sin embargo, si nos apartamos de esta dimension cn'tica, 
las ecuaciones solo pueden ser resueltas por configuraciones de campos no triviales. En 
las secciones que siguen, nos enfrentaremos al problema de hallar dichas configuraciones. 

4.3. La cuerda Fundamental no critica 

Como vimos, la fisica de baja energia para la cuerda no cn'tica puede ser obtenida de 
la accion (4.10), que corresponde a considerar los campos que representan los modos sin 
masa de la cuerda moviendose en una variedad D-dimensional Md ', ellos son la metrica 
Gjnn, el dilaton $, y el tensor antisimetrico de Kalb-Ramond B^n. La parte bosonica 
de la accion efcctiva de baja energia para la supercuerda resulta exactamente la misma 
que presentamos en la seccion anterior [39] , 

S[G, S, $] = J EG (r[G] + 4 {D^f + - ^ (4.11) 

donde H = dB es la 3- forma intensidad de campo, = | Hran H^^, J = dPx \/— detG 
es la forma de volumcn del cspacio-ticmpo D-dimensional. No consideraremos por ahora 
taquiones o campos de Ramond-Ramond en (4.11), porque no juegan ningiin rol en el 
problema que queremos estudiar. A menos que se diga lo contrario, trabajaremos en 
esta seccion en el string frame. La constante cosmologica resulta A^ = en el 

caso bosonico, y A^ = ~ ^ en el caso de supercuerdas. 

Consideremos entonces una cuerda fundamental embebida en el espacio-tiempo de 
fondo de la siguiente manera X'^{(j) , donde a = {a^, a^) son las coordenadas de la hoja 
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de mundo S. La cuerda fundamental se acopla con la carga Q al campo B de acuerdo 
con el termino de fuente 

SfAX;B] = Q [ B\puii-back= f BA*J , (4.12) 

JH J Mo 

donde la 2-forma de corriente esta definida por ^ 

J = ^Jmn{x;X)dx"' Adx"" 

J"^"(x;X) = Q J dX"' AdX"" Sg{x-X{a)) , (4.14) 

De la accion 

S = S[G,B,^]+SfAX;B] , (4.15) 
las ecuaciones de movimiento resultan, 

1 



d{e-^^*H) = -*J (4.16) 

En auscncia dc fucntcs, cstas ecuaciones de movimiento admiten como solucion el 
producto directo del espacio-tiempo de Minkowski d-dimensional y el cigarro, es deeir, 
el espacio 

Go = r]i,d-i+9 

^o{p) = io + i(p) 

Ho = , (4.17) 

donde {g, $) es la solucion del cigarro {p G 3f?+ , 6 & S^), 

g = ro^ (d'^p + tajih^ p d'^9^ 
e-*(^) = coshp . (4.18) 

$0 es el valor del dilaton en el tip del cigarro p = 0, y ro = Vka' es la escala de 
curvatura, R[g] = ^ (coshp)"^. La constante de acoplamiento efectiva de la cuerda, 

gs = e^°^p\ esta acotada en p = por e*°, que es un parametro libre de la teoria. 

Notemos aqm que la solucion del cigarro es conforme al espacio piano (con coorde- 
nadas cartesianas z), 

S^d'z'+d'z' = e-'^^^^g = d'p + pU'e , |p = ^_osinlip ^^^^^ 



^La delta covariante se define como 



5g{x-X) = ^:^=6''{x-X) , f eG5gix-X) = l , (4.13) 
V— detG J Mjj 



y los indices son bajados y subidos con la metrica G. 
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4.3.1. El ansatz y la ecuacion de movimiento 

Consideremos el fondo (4.17)-(4.18) como vaci'o, y consideremos sobre el un objeto 
unidimensional cargado frente al campo 5 a lo largo de las coordenadas {x^,x^) en 
M"^. Supongamos que este objeto csta localizado en el origcn r = |y| = del espacio 
transverso K'^^^ (de coordenads cartesianas y), y on el tip del cigarro p = 0. 

Un ansatz natural para la solucion del problema que intcntamos cstudiar, cs uno 
que respete: Poincare en la hoja de mundo, ya que en principio sobre csta no hay 
ninguna inhomogeneidad que la rompa; SO{d — 2) en el espacio tranverso ya que 

en este espacio estaria representada por un punto; y por el mismo motivo SO (2) sobre 
el cigarro. En estas condiciones, el ansatz puede escribirse como 

G = A\r;p)m,i + B\r;p){dr^ + rU^nd-3) + C\r;p)g 
$ = $(r; p) 

B = {E{r; p) - 1) dx^ ^dx^ H = dx^ A dx^ A dE . (4.20) 

Usando este ansatz, se puede verificar que la corriente (4.14) resulta 

-2<i.(p) a2 

J = -Q Sfiy) Sl{z) -^a=2c^ dx' ^ dx' ■ (4-21) 

Luego, podemos reescribir las ecuaciones (4.16) en terminos de las funciones desco- 
nocidas del ansatz {A,B,C,^,E). En este punto, en lugar de escribir las ecuaciones 
generales en este ansatz, haremos primero las siguientes suposiciones, 

B = C=1 , 6^* = 62*0^2 ^ eE = A^-l , (4.22) 

donde = 1. Resulta entonces que nos hcmos qucdado con una unica funcion desco- 
nocida A, y un signo. Definiendo ahora U = A^'^, usando la ecuaciones de vaci'o^ 

y las relaciones 

*d(e-2**il) = -AUx'^ Adx^D'^l^^D^iE) 

e'^D"^{e-'^Drn{U)) = e'^ D^,^ [e'^^ D^o)jU)) , (4.24) 

es posible mostrar que las ecuaciones (4.16) se reducen a la ecuacion diferencial 

-e2*i?|2)(e-2*i^(0)^(f/)) = eQe^^o 5^f\y) 6l{z). (4.25) 

En las ecuaciones (4.24) y (4.25), el sufijo "(0)" denota derivada covariante con respecto 
a la metrica de vacio (4.17); expli'citamente, 

l.h.s. (4.25) = --Ig (/-3c/')' _ e^^b~, (e-2*Da(C/)) = (a + Lq) {U) , (4.26) 



^Denotamos con las variables, derivadas, campos, en el cigarro. 
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donde es posible reconocer en el primer termino el laplaciano en espacio piano (d — 2)- 
dimensional. En el segundo termino hemos introducido el operador 

Lo = -e^* i)g i)g = -JL (dj + 2 coth(2p) dp + coth^ p dfj . (4.27) 

Resumiendo, la funcion U esta determinada por la ecuacion diferencial 

(a + Zo) {U) = tQ e^*" 5i-\y) djiz), (4.28) 

donde las (5's que aparecen del lado derecho de las ecuaciones (4.25) (4.28) son respecto 
a la metrica plana. 

Dado que la ecuacion que intcntamos resolver es una ecuacion diferencial inho- 
mogenea en dos variables, repasemos para este caso la solucion formal de este tipo de 
ecuaciones en terminos de funciones de Green. 

4.3.2. La funcion de Green 

Sea un espacio metrico {M,g) producto directo de otros dos, {Mi,gi) (con coorde- 
nadas genericas x) y (-^2,52) (con coordenadas y). Es decir M = Mi x M2, con metrica 
g = gi + §2- Scan Ai, A2 dos operadores lineales sobrc cl espacio de funciones en Mi y 
M2, respectivamente. Consideremos la siguiente ecuacion diferencial 

AG{x,y;xo,yo) = (Ai + G{x,y;xo,yo) = Sg^{x - xq) Sg^iy - yo). (4.29) 

La funcion G{x, y; xq, yo), solucion de esta ecuacion, es la funcion de Green del operador 
A con respecto a la metrica g. 

Asumiendo que existen conjuntos de auto-funciones {um} y {vi}, con autovalores 
{Am} y M ^ , 

AiUmix) = XmUm{x) 

A2Vi{y) = HiViiy) , (4.30) 

donde los indices m e i corren sobre conjuntos discretos, continuos, o de ambos tipos. 
Si los conjuntos de auto-funciones son ortonormales y completos, 

^ u*^{xo) Um{x) 

m 

E <ivo)vi{y), (4.31) 

i 

entonces las funciones de Green para los operadores Ai , A2 pueden ser escritas como 

G«(x,xo) = V ^"^^^^ , iiGW(x,xo) = 5,,(x-xo) 

^Por simplicidad, asumiremos que no hay modos cero presentes. En principio, para la existencia de 
(4.33), es necesario que A no tenga modos cero. 



/ ^fli — ^mn i {x Xq) 

J Ml 

/ = Sij , 5g^{y-yo) 
JM2 
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<(yo) Vi{y) 

'0) = 

i 

Definamos ahora 



G^'Hy,yo) ^ A,G(^\y,y,) = 5,,iy-yo). (4.32) 



G(x,y;xo,yo) = 2^ \ • (4.33) 



Es directo mostrar que 

(ii + i2) G(ar, y; aro, yo) = (^gi {x - xq) Sg^ {y - yo). (4.34) 

Es decir, (4.33) resulta, de acuerdo a (4.29), la funcion de Green para el operador 
A = A1 + A2. 

Vayamos en particular al caso que nos interesa. Primero identificamos ^1 = A, 
el laplaciano sobre el espacio piano 3?*^"^. Un conjunto completo de auto-funciones 
ortonormales con respecto a la metrica plana es 

My) = --1^ > / d''-'yu*^{y)up{y)=6'-\0-p) (4.35) 
(27r)~ 

con autovalores Ap- = , p G K'^"^. 

Por otro lado, identifiquemos A2 = Lq, con Lq definido como en (4.27); se puede 
mostrar que un conjunto completo de auto-funciones de este operador corresponde a ^ 

f pV""^ rp ^ . \m\ + l . I /P^^^ 

Vsm{z) = asm — F\ \-is, t s; \m\ + 1; - ' 



roj \ 2 '2 . ' y^^j j ^ 

4 \ \ i-H r(^ + i.s) 



vrro^ ^'"^ 7 \m\\ r(^H±i + is) 
(^si?etanlif7r(s + z-)n ^TT i (4-36) 



donde F{a^h\c\z) es la funcion hipergeometrica, y Pm{p) es la medida de Plancherel. 

Estas son ortonormales con respecto a la metrica plana 5 = dz ■ dz = d^p + d^9 , 
introducida en (4.19), 

/ d^Zvl,^,{z) Vsm{z) = 5{S - S) 5m'm , (4.37) 

y los autovalores de Lq estan dados por 

u^^ = J_ (4 s2 _^ + l) ^ s e 3fi+ , m G z (4.38) 
A partir de este resultado, podemos construir la funcion de Green (4.33). 



* Estas son esencialmente funciones de Jacobi V_m m , ver [46] y las referencias que allf se citan. 
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4.3.3. La solucion 



Volvamos entonces a la ecuacion (4.28). A partir del resultado de la seccion anterior, 
vemos que la funcion de Green U{r, p) contruida como en (4.33) a partir de (4.35) y de 
(4.36) (en este caso, independiente de 9) admite, para d > 2, la siguiente representacion 
integral 



U{r,p) = l + eQe2*»Od / da a" V e ° ^ I{a-p) 

Jo 

lia-p) = dspo{s)e-^''' F{- + is,--is-\--'^\ 

a^-^ = . (4.39) 

Por lo tanto, hemos hallado la configuracion unidimensional de un objcto cargado ante 
i?, embebido en el vacio (4.17). Este objeto esta localizado en el origen de coordenadas 
del espacio transverse K'^^^, y en el tip del cigarro. Naturalmente, debemos identificar 
esta solucion con la cuerda fundamental no cn'tica. La solucion esta dada entonces por 



H = dx° Adx^ AdU-'^, (4.40) 



donde la funcion U{r,p) esta dada en (4.39). 

En el caso d = 2, que correspondc a la cuerda que llena todo el espacio Minkowski, 
una forma explicita para U (p) puede obtenerse. 



1 

sinh^ p 



i7(p) = l + /3 ln(l + -^-^) (4.41) 



donde /? = ^'^^^^ ° es una constante numerica. 



4.4. El Tratamiento general 

4.4.1. La accion no-critica y el ansatz de branas 

Dado que hemos sido capaces de encontrar la solucion de cuerda fundamental no 
cn'tica embebida en el vacio Minkowski x el cigarro (4.40), en esta seccion nos propo- 
nemos realizar un estudio sistematico de la accion de baja energia (4.10), pero ahora 
permitiendo incluir tambien campos dc R-R, para poder explorar la posibilidad dc 
soluciones de branas. Escribamos nuevamente la parte bosonica de la accion de baja 
energia de las teorias de (super)cuerdas no criticas en D dimensiones en el string frame, 
en presencia de campos de formas generales ^g+i y en la base de vielbeins w"*: 

Sm = ^ Jeo (^R[G] + 4 {D^f + ~ ^ (i^5+2)'^4.42) 
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donde * representa el conjunto de campos {G^n, A^+i}, -Fq+2 = dAg^i es el tensor 
intensidad de campo asociado al campo de forma ^q+i, y = A • • • A u^^^ = 
d^x \/—detG es el clemento de volumen invariante. La constante bq cs igual a —2 para 
campos de formas NSNS e igual a para campos de RR, es la constante cosmologica, 
que suponemos positiva y que identificamos en teon'a de cuerdas con ^ ^"^^a'^^ ^ ®^ 
caso de supercuerdas con (^^7^), y es la constante de Newton D-dimensional. 

Consider aremos, ademas, un termino fuente de la forma 

Sfuente^^^ = ^ / ^,+1 A *J,+l (4.43) 

donde fiq es la carga ante el campo ^g+i. Las ecuaciones de movimiento resultan ser: 

8 

1 

d (e^« * * = {-y Qq * Jq+l , Qq = 2 Kd" fiq (4.44) 

donde el tensor de energi'a-momento, el tensor intensidad de campo y sus contracciones 
antes senaladas son ^: 

T± - Er^'^'^^*((^.+2)L-^G.n(w) 

g ^ ^ 

,„^2 _ \ r<mini r<mg+ing+i rp rp 

{^q+2)mn — ^ ly/^ ' ' ' ^ g+2mmi...mq+i g+^nni...ng+i 

{Fq+2f = + 2)!^'"'"' ■ ■ ■ Fg+'2m^...mg+2^g+-^m...ng+2- 

(4.45) 

Consideremos el siguiente ansatz para los campos: 

G = -A^ dx^^ + A^ dx'^ + C'' dp'' + & dz'' 
Ap+i = dx^ A--- AdxP E{p) 

$ = $(p), (4.46) 

donde hemos supuesto que hay un solo tipo de carga presente, que corresponde a la 
forma ^p+i (solo consideramos q = p)- Este ansatz corresponde presumiblemente a una 

p-brana ncgra (Black jo-brane) extendida a lo largo de las direccioncs {x^,x), localizada 
a lo largo dc la coordenada radial p en el espacio transverse 2-dimensional euclideo 
con coordenadas {p,z). Estc ansatz tiene simetn'a S0{2) y la variable z pucde estar 
compactificada con un radio de compactificacion R, z ^ z + 2tt R, que es usualmente 
determinado por la carga. En el apendice A se dan las formulas mas relevantes del 
calculo, en relacion con este ansatz. 



En teoria de cuerdas, kd ~ a 2 ; la carga de Nq g-branas es ^ Nqa 2 , y |(5q| ~ 

D-q-3 

Nqa 2 .La normalizacion no ha sido njada, ya que no es trivial en el contexto de teon'as de 
cuerdas no crfticas. 
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4.4.2. Las ecuaciones de movimiento y la solucion general 



En el caso de p-branas que Uenan todo el espacio de Minkowski, el espacio transverse 
2-dimensional admite invarianza SO {2), por lo que puede asumirse, para las funciones 
del ansatz, una dependencia solo en la "coordenada radial" p del espacio transverso de 
fondo deformado (dilaton lineal, cigarro, etc; ver seccion 4.5). Notar que, por lo tanto, 
C{p) resultara definido a menos de reparametrizaciones en la coordenada p (en efecto, 
esta transforma como una 1-forma, mientras que el resto de las funciones de la metrica 
lo hacen como escalares) . Resulta natural entonces pasar a una variable que se comporte 
como escalar ante estos difeomorfismos. Esto se logra introduciendo la coordenada x, 
definida de la siguiente manera ^: 



H = = A AP C e-^^ C-^ (4.47) 

Notar que H es un vector y Fi es otra 1-forma, por lo tanto H C es un escalar. Luego 

C{p) dp = HCdx (4.48) 

resulta una relacion litil para cscribir la metrica. En terminos de esta coordenada y de- 
notando con prima las derivadas respecto de esta variable, las ecuaciones de movimiento 
(A.13)-(A.18) resultan: 

(In A)" = (4.49) 

2-h p(2+^)* 

(In^)" = ^— g£ ^ , E'^ (4.50) 

(InC)" = -t±±^^E''' (4.51) 

(lne-2*)" = A'{HCf-'-^{p + l)'-^E'' (4.52) 



(4.53) 



- (In H Cf + (In H Cf = (In Af + p (In Af + (In Cf - ^ E''^ 

(4.54) 

Hemos escrito, al final, la ecuacion para la funcion C, que tomaremos como vinculo 
proveniente de la necesidad de fijar el gauge cuando introducimos la variable x. 



^En lo que sigue x sera considerada no negativa, a menos que se indique lo contrario. 
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Para comenzar, resolveremos estas ecuaciones en la region exterior a las fuentes. La 
ecuacion (4.53) en este case tiene come solucion a 

E' = q (^AA^y e-(2+^^)* (4.55) 
donde q esta relacionada con Qp por la expresion (obtenida por integracion de (4.44)): 



Q. 

q = 

La solucion de (4.49) es 



q = ^ , V, = jdz. (4.56) 



y4 = e"^A (4.57) 
mientras que la solucion de (4.51) resulta 

2+bp 

(7 = 6^^1 ^-i-p, (4.58) 

dondc a y 7 son constantes arbitrarias. Nos quedan entonces dos ecuaciones, (4.50) y 
(4.52), mas un vinculo (4.54). Para resolver, introduciremos las siguientes funciones ^ 

Mx) = {HCf ={aAPC = |^e(«+^)^ e-^*^ 

(4.59) 

En terminos de estas funciones, la solucion para los campos esta dada por 
G = A^ (-e^"^ dx^^ + dx^) + /i(x) dx^ + 6^^=^ A dz^ 

I -I 2+bp 



donde 



Fp+2 = Qp f2{x) dx A dx'^ A ■ ■ ■ A dxP , (4.60) 



f 2 

i2<7 ^ y 4. ^{-{2-bp)a+{2+bph) X J2 



2 + bp 

J — 



No es dificil ver que las ecuaciones (4.50) y (4.52) pueden ser reescritas en terminos de 
/i ) /2 en la forma siguiente 

(In A)" = 2AVi-^g//2 



^Hemos descartado las constantes que pueden ser absorbidas via redefiniciones o re-escaleos de las 
coordenadas {x*^,z). 
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(In 72)" = ^AVi + ^^^b + l)Q^/2, (4.62) 
mientras que el vinculo (4.54) resulta 

-l(ln/i)" + ^(ln/i)'2 = ((lni)' + a)'+p(lni)'2+(^-^(lni)' + 7y 



f 2 

h 



2 a {In A)' = -{2-bp)a + {2 + bp)j+\^n-^j . (4.63) 

En conclusion, la solucion general (4.60) para p-branas que llenan todo el espacio- 
tiempo en teon'as no criticas ( space-time filling, non critical p-branes), esta determinada 
por el sistema (4.62) y el vinculo (4.63). 

En lo que sigue, haremos una busqueda sistematica de las posibles soluciones, em- 
pezando por el caso mas simple. 

4.5. Soluciones no CEirgadas Qp — 0; el vacio 

Las soluciones no cargadas corresponden a las soluciones de vacio de las teorias no 
criticas. En este caso, el sistema (4.62) se reduce a 

(In A)" = 2A2/1 

(ln/2)" = ^AVi (4.64) 
Reemplazando la primer solucion en la segunda, se obtiene /2 en terminos de /i 

/2(x) = e^"+^^ /i(x)^ (4.65) 

donde eo, e son constantes arbitrarias. Para resolver /i, reescribimos la primer ecuacion 
en la forma siguiente 

1 d f 1 d ^ . .\ ^.2 , d'^h 



donde liemos introducido formalmente la primitiva y{x) (relevante a menos de una 
constante) 

y{x) = J dxh{x) ^ h{x) = y'{x) (4.67) 
Integrando trivialmente en (4.66) obtenemos 

h{x) = y'{x) = A 2 y{x) ^ + 2 ^ y{x) + 7 (4.68) 
donde /3, 7 son constantes de integracion arbitrarias, y las soluciones generales son 



y{^) dy 

X — Xq — ' 



/ 



A2y2 + 2/3y + 7 



1 



2V^ 



In 



A'j/+/3- 



A < 



-AW , A = (4.69) 

^^arctanAto, , A>0 
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donde A = 7 — Vemos entonces que hay tres ramas posibles para las soluciones, 
dependiendo del signo de A. Los correspondientes valores de y{x) son: 



-^/^ coth {V^{x - 
tanli(A/^(x 



xo)) , y{x) + f3\ > 

■xo)) , \A^y{x)+/3\<V^ 



X — Xq 



\/A tan^A/A(x-xo)) 
que Uevan, de acuerdo con (4.68), a 



+ 



A 1 

smh2(7=A(a;-a:o)) 

A 1 

cosh2(^^(i;-a;o)) 



|A2y(x)+/3| > 



A 1 

^ cos2(VA(a:-a;o)) 



A < 

A = 
A > 



A < 

A = 
A > 
(4.70) 



(4.71) 

Vemos que /i depende de dos parametros libres, xq y A, mientras que la solucion total 
(4.60) depende ademas en forma no trivial (ver mas adelante) de a, €,7. Pasemos a 
analizar cada una de estas ramas por separado. 



4.5.1. Soluciones con A = 0; El dilaton lineal 

En este caso, la ecuacion del vinculo (4.63) impone la condicion Q! = e = 7 = 0, y 
de (4.71) tenemos 

1 

/i = 



A^ [x — xqY 

Introducicndo la variable Y = — A~^ ln(A \x — xo\), y luego de reescaleos y redefini- 
ciones triviales, obtenemos 

G = r)i,p + dY^ + r'o^ de^ 

$ = $o_ly , ^^0 = 1- (4.73) 
ro A 

Esta solucion es el producto directo del espacio-tiempo de Minkowski (p+l)-dimensional 

y la solucion de dilaton lineal veces una (asumiendo ~ + 2 tt) de radio arbitrario 
Tq. El dilaton lineal es una solucion ampliamente conocida y discutida en la literatura 
(ver [47], [48]). Se conoce ademas que una rotacion de Wick sobre esta solucion lleva a 
una nueva solucion de tipo cosmologica [49] ^. 



^Sobre modelos cosmologicos de teorias de cuerdas, ver [50], [51]. 
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4.5.2. Soluciones con A < 0; El cigarro y mas 

De la definicion (4.59), /i = {H CY > 0, y por lo tanto la solucion ffsicamente 
relevante en (4.71) es la primera, luego 

/i(^) = ^ 



A2 sinli2(V^(x-xo)) 

despues de redefiniciones varias, la solucion general que se obtiene es: 

sinh X 

= 2e^*o e-'^^ Isinhxl , ip = a + pe + g (4.75) 



.2* 



e 

mientras que la ecuacion de vinculo (4.63) resulta 

+pe^ +g'^ = 1. (4.76) 
Podemos poner la solucion en una forma mas familiar introduciendo las variables p y 6 

e-^ = tanlip , ^ = f ^' (4-77) 

en terminos de las cuales, y despues de re-escalear las coordenadas x^^, la solucion se 
escribe como 

G = -(tanh/9)2'^ da;02 + (tanlip)2^ df2 ^ ^ {dp"^ + (ianh pfs ^6"^^ 

2$ 2*0 (sinlip)'^-i _ , , 

' = ' (coshp).+i ' ^ = -+P' + 9 

1 = a^+pe'^ + g'^. (4.78) 

La solucion queda determinada, ademas de por la constantc ^q, por trcs parametros 
a,e,g, que deberan satisfacer la ecuacion del vinculo en (4.78). Toda esta familia de 
soluciones va asintoticamente, para p grande, a la solucion de dilaton lineal de la seccion 
anterior. De esta familia, hay algunas soluciones particulares que son bien conocidas. 

a = e = 0,g = l 



En este caso, la solucion de vacfo que se obtiene corrcsponde al producto directo del 

2 

A 



espacio-tiempo de Minkowski {p + l)-dimensional con el cigarro con escala ro = ^ 



G = rii^p + rl {(f p + tanh^ p de"^) 

e2* = e2$o _J_ (4.79) 
cosh p 

Aqui, se impone periodicidad, 6 ^ 6+2tt, para evitar la singularidad conica en el origen 
p = 0. 
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a = e = , g = —1 



Obtenemos, en estc caso, la solucion de vaci'o que corresponde al producto directo 
del espacio-tiempo {p + l)-dimensional de Minkowski veces la trompeta 



G = r?i p + To {(fp + coth^ p dO"^) 
1 

sinh"^ p 



_ g2cI.o (4_go) 



Esta solucion es singular en el origen p = 0. Sin embargo, es bien sabido que el cigarro 
y la trompeta son soluciones T-duales una de la otra. Ambas soluciones corresponden 
a soluciones exactas de teon'as CFT en la hoja de mundo, conocidas como modelos de 
Wess-Zumino-Wittcn-Novikov (WZWN) gaugeados SL{2,^)/U{1), con gauge vectorial 
y axial, respectivamente [34], [46]. 

Es interesante notar que todas las soluciones presentan un dilaton no trivial. Sin 
embargo, para aquellas en las que > 1, el acoplamiento de la cuerda gg = e* esta aco- 
tado en todos lados, lo que asegura que el set-up perturbativo de la teoria de cuerdas 
esta bajo control. Ademas de estas soluciones, hay una familia 2-parametrica de solu- 
ciones, aquellas que saturan la desigualdad (p = 1, con caracteristicas especiales. En 
primer lugar, estas presentan el mismo dilaton que la solucion del cigarro, y lo que es 
mas, del escalar de Ricci de estas soluciones, 

A^ 4 sinh^p - (V3 - 1)2 + 1 - -pe^ - 5^ 1 4 sinh^ p - (99 - 1)^ 

= '~r 2 7"2 — — 9 2 2 (^•"-'-) 

4 sinh p cosh p tq sinh p cosh p 

donde, en el ultimo paso, hemos usado el vinculo (4.78). Se ve que estas soluciones son 
las unicas regulares, su escalar de curvatura es el mismo que el del cigarro. En contraste 
con la solucion del cigarro, las otras soluciones presentan un factor de wrapping que 
diverge en p = 0. Para la familia 2-parametrica tp = 1, el tensor de Ricci resulta 

2a 1 7? - 2e 1 , 

-r^OO — n T-Q— ) ^IJ — — ^ 72~ 

ro^ cosh p r^-^ cosh p 

-Rp+ip+i = — 2 — ^cr~ ' Rp+2p+2 = — I — r2~- (4.82) 

ro'^ cosh^p ro^ cosh^ p 

Scria interesante poder determinar si alguna de estas soluciones (4.78) posee una 
descripcion como CFT exacta, como ocurre con la trompeta y el cigarro. Cabe men- 
cionar que en la referenda [52] el espacio de Einstein correspondiente a la solucion 
a = e = g = ^'^ ~ + 2) ha sido considerado, mientras que la sub-familia de 

vaci'os con a = e ha aparecido recientemente [4]. 

4.5.3. Soluciones con A > 

La familia de soluciones esta dada por 

A"' cos"' X 
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g2$ ^ 2e2*° e-*^^ |cosx| , ^ = a + pe + g 
donde el vinculo (4.76) es ahora reemplazado por 

+pe^ = -1. 

Conclui'mos que, en este caso, no existe solucion para la rama A > 0. 



(4.83) 



(4.84) 



Con esto, hemos terminado el analisis de todas las posibles soluciones no cargadas. 
Pasemos entonces al caso de las soluciones cargadas. 



4.6. Soluciones cargadas NSNS, Qp^O , bp ^ -2 

Desde el punto de vista de teon'a de cucrdas, estas soluciones son solo relcvantes para 
el caso particular de p = 1, con la identificacion del campo de gauge A2 con la 2-forma 
de gauge de Kalb-Ramond usual, B, bajo la cual se carga la cuerda fundamental. Por 
completitud, dejamos libre p, que sera fijado luego para los casos fisicamente relevantes. 

En este caso, las ecuaciones (4.62) para las fiS se desacoplan, 



(In A)" = 2A2/1 

(ln/2)" = (p + l)Q//2. 



(4.85) 



Las soluciones para estas ecuaciones ya fueron encontradas en la seccion anterior. De 
(4.71) y de la positividad de las funciones /j 



/i(^) 



r -Al 1 

sinh2(V::Ar(x-j;i)) 

1 

Al 1 
^ A^ cos^(VAi {x—xi^j 



f2{x) 



-2 A2 



1 



(JP+WQ7 smh^{^/^(x-X2)) 

2 1 
(p+1) Qp^ {X-X2V 
2A2 1 



Al < 
Al = 
Al > 

A2 < 

A2 = 
A2 >0 



(4.86) 



(4.87) 



, ¥+WQ7 cos2(VA^(a;-a;2)) 

donde Ai,Xi, son constantes arbitrarias. Los campos son expresados como en (4.60): 

^ K2g27x/2 



/l 

Fp+2 = Qp f2{x) dx A dx^ A • • • A dx^ 



(4.88) 



y, entonces, quedan dctcrminados por las clccciones posibles de /i y /2, y la imposicion 
del vinculo (4.63), que queda expresado de esta manera 



A, 



-Ai 



P 



2 , 2 
a +7 . 



p+1 p+1 
Las soluciones dependen de los parametros q:,7, Aj,Xi. 



(4.89) 
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Estas soluciones se detallan a continuacion ^. 



1. Ai = Ao = 



2 ]^ diX^ 



A2 

-1 



K,+2 = W 7 To dxAdx^A---A dx^ (4.90) 

V P + 1 (a^ - ico) 

donde s{q) = sign{q), y 9 ^ 9 + 2?:, y donde el radio de la es fijado a 



Dependiendo del valor de xq, tenemos 3 posibilidades 

Si a;o = 0, con x = {vq u)~p~^, la solucion resulta 

/du^ \ 



p+l 



$ = $0 

Fp+2 = -s{q) V2 {p + 1) ro^+^ du A dx^ A ■ ■ ■ A dx^. (4.92) 



Se trata de un espacio AdSi^p-\-i\rQ x S^\ri , con dilaton constante. Este fondo (para 
el caso de p = 1) es bien conocido; es una solucion exacta (super) CFT definida 
por el modelo de WZWN Sl{2,^)^k x U{1)\r, con nivel {k)k -2 = ^ [53]. 

1 

Si xq < 0, despues de re-escalear x'^, x \xo\p+'^ x'^ , |xo| x, e introducir la variable 
radial r 

= 1 - f-)"^' = /(r), , rh<r<^ (4.93) 
1 + X \ r J 



la solucion toma la forma, 



e 



2 Hv'^ 
G = f(r)^.r),,p + ro'^^:^ + Ri'd9' 

2$ ^ g2$o (^lY^^ 



r 



' h 



Fp+2 = s{q) ^2 ip + 1) dr A da;° A • • • A c/x^. (4.94) 



^Alertamos al lector que las expresiones de los campos se obtuvieron luego de redefiniciones, etc, 
como en la seccion 3, y por lo tanto, la coordenada x no esta definida en (4.47). 
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Se ve que esta solucion interpola entre el vaci'o de dilaton lineal de la seccion 4.2 
(para r grande, r S> r^) y el espacio AdSl^p^l\r^f x S^\r-^ de (4.92) (para r — > r^"'"). 
Nos vemos en este punto tcntados de identificar csta solucion (para p=l) con la 
cuerda fundamental (Fl) sobre un vacio de dilaton lineal, el espacio AdS sen'a el 
near horizon limit que borra la region del vaci'o, como pasa en teon'as de cuerdas 
criticas con las soluciones de branas usuales La curvatura escalar se muestra 
en la Figura 4.1. 




Figura 4.1: La curva muestra a' R como funcion de p = r/rh, donde R es la curvatura 
escalar correspondiente a (4.94) y 1 < p < oo. 



Finalmente, si xq > 0, obtenemos 



G = ro' (u^ m,p + (l + (^0 uf^') ^) + i?i 

Fp+2 = -s{q) V2 {p + 1) r-o^+^ du A dx^ A ■ ■ ■ A dx^, (4.96) 

que va a un espacio ^(iS'i^p+i|ro ^ 'S'^Iri para tq u — t- 0, pero que es singular en la 
region u grande, ro w — )• oo. La curvatura escalar se muestra en la Figura 4.2. 



Este near horizon limit puede hacerse formalmente introduciendo la variable u, 

{rour+'=(^^J^' -1 (4.95) 

y tomando el li'mite de baja energi'a ro — ^ 0, a w fijo. Una relacion similar es considerada en la referenda 
[54]. 
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Figura 4.2: La curva muestra d R como funcion de p = rg u, donde R es el escalar de 
curvatura correspondiente a (4.96) y < p < oo. 



2. Ai < , A2 = 



G = 



.2* 



_ 2 a 



\x — Xo 



p+i 



1 



A2 sinh^ 



+ Ri^e^'^''d9^ 



sinha; 



X — Xo 



p+2 



1 = 



s{q) 
P 



p+l {x - Xq)'^ 



dx Adx° A--- A dxP 



2 , 2 
■a +g 



a (4.97) 

donde R\ es el dado en (4.91). Se trata de una familia 3-parametrica de soluciones, 
con 3 ramas diferentes, dependiendo del signo de xq. Nos concentramos en la 
solucion con a = 0,5 = — 1, que tienc un dilaton acotado para x grande. Hacemos 
un cambio de variables conveniente e^^ = tanh p. 

Si Xo = 0, tenemos 

4 



G = llntanhpl rji^p + dp"^ + Ri'^ tanh^ p dO^ 
2 e~^^° cosh^ p I In tanh p\ 

^ dp Adx^ A ■ ■ ■ AdxP 



Fp+2 = -s{q) 



p+l sinhp coshp (In tanh p)^ 



(4.98) 



La solucion resulta, para p grande, asintotica a AdSi^p-^-i\p+i x S'^Irj solucion de 

A 

(4.92), pero es singular en p = 0, donde el volumen de mundo de la brana se reduce 
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a cero, y el espacio transverse 3?^ presenta una singularidad conica en el origen. 
Esta puede salvarse imponiendo la relacion Ri = ^ {y entonces, \Qp\ e^*° ~ 1), 
en cuyo caso el espacio transverse es justo el cigarro. El escalar de curvatura se 

mucstra cn la figiira 4.3. 




Figura 4.3: La curva muestra a' R como funcion de p, donde R es el escalar de curvatura 
correspondiente a (4.98), tq = 2/A, y < p < oo. 

Si xq 7^ 0, luego de reescalear x^^ — )• |a;o|^ x^^, y de redefinir e^*° — >■ 2 |a;o| e^*°, 
la solucion queda, 



G = |C7(p)r^ r/i,p + -^ (dp2 + tanh2p(|02^ 



-2* 



p+2 



-2*0 



cosh> |[/(p)| 



s{qxo) 



p+l 



dU{p)-^ A A • • • A dxP, 



(4.99) 



donde 



1 



U(p) = IH Intanhp 

Xq 



27r 



,-2*0 



P + l \Qp\ 



< 0. 



(4.100) 



Si Xq < 0, identificamos la solucion (para p = 1) con una cuerda fundamental no 
crftica sobre el vacio del cigarro. Por otro lado, las soluciones con xq > presentan 

singularidad en p = pQ, tanhpo = e I'^ple^*" . La solucion para < es la que 
encontramos en la seccion 4.3 para el caso d = 2. La curvatura escalar de estas 
soluciones se muestra en la Figura 4.4. 



"^Esta eleccion de |a:o| Ueva al cigarro como espacio transverso. 
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10 




X 0=-2 
0=-1/2 
X_0=1/20 
X_0=1/15 



Figura 4.4: Las curvas muestran a' R como funcion de p para diferentes valores de xq, 
donde R es el escalar de curvatura correspondiente a (4.99). 



3. Ai < , A2 < 

2 



I sinh(fe (a; - xo)) 1/ A^sinh'^a; 



g2$ ^ g2*n e^^|sinhx| 



I smh(/e [x — xo))\ 



2 A; 

Fj,+2 = s(q) \ TT, — : :- dx A dx^ A • • • A dx^ 

y^J y p+l sinh2(fc(x-xo)) 



1 = ^a^+^^^A^ , 0<fc<VpTT (4.101) 
p+l p+l 

La familia de soluciones depcnde ademas de $0 J ^O: de los parametros a, g, k, que 

deben satisfacer el vinculo de (4.101), mientras que el radio de la esta dado 

por 

Las soluciones con g + 1 — k < son especiales en el sentido que, como en la 
seccion 3.2, tienen el string coupling acotado en todos lados. Mas aiin, su curvatura 
escalar toma la forma 

1 „ b f k sinh a; \ ^ / , , , sinh x 

R = 1 — - . — [ 9 Sinn x + cosh x — k 



,2 



2 \sinh(A;(a; — Xo))/ V tanli(A;(a; — xq)) 

(4.103) 

de donde se sigue que, si la condicion A; — 1 = ^>0 se cumple, no solo el string 
coupling esta acotado en todos lados, sino que ademas la curvatura es no singular 
en a; = 00. Nos concentraremos en estas sub-familias. 
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Si xo = 0, toda la familia resulta asintotica a AdSi^p-\-i\p+i x S^\r^, cuando x — >■ 0. 

A 

En nuestro contexto dc cTicrdas, csto significa que la sub-familia dc 2 parametros 
con 5 = A;— l>Oy/c = |(l + ^1 — |a^) dcterminados por el vinculo, presenta 
curvatura regular cn todos lados y es asintotica a ^^51^212. x S^Iri^. 

Si Xo > 0, las solucioncs desarrollan una singularidad en x = xq y no son extensi- 
bles a X = 0. Por otro lado, si xq < 0, las soluciones resultan asintoticas al dilaton 
lineal, cuando x 0. La curvatura escalar de varios de los casos considerados 
aqui se muestra en la Figura 4.5. 



-10^ 



_D.2- — -e.4 o-.e 0:8' 



,---^---1 



1.2 1.4 1.6 1.8 2 



x_o = o 

X_0 = 0.2 
X_0 = -2 



Figura 4.5: La curva muestra a' R como funcion de x para diferentes valores de xq, y 
para g = ,a = k = 1; i?esel escalar de curvatura (4.103). 



4. Al = , A2 > 0. 



2 

\ I cos(x — XoJl/ ' x^ 



g2$ ^ g23>o 1^1 



cos(x — Xo)| 

I ^ 1 

Fr,+2 = s(q) \ / dx A dx^ A • • • A dx^ 

\ p + 1 cos^(x — Xo) 

1 P ^2 , „2 



p+1 p+1 

donde Ri esta dado por (4.102). Todos los miembros de la familia tienen el string 
coupling acotado y son periodicamente singulares. No queda claro si estas tienen 
algiin sentido fi'sico. La curvatura escalar es mostrada en la Figura 4.6 para valores 
particulares de a, g. 
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-800 - 












-1000 - 
















X = -1 






X = 






X = 32 









Figura 4.6: Las curvas muestran ol R como funcion de x para diferentes valores de xq, 
donde R es la curvatura escalar correspondiente a (4.104) para a = 1 y ^ = 0. 



5. A| < . Ao > 0. 



2 



G = (- ^^^-^y^'(-e2-dx°2 + dx2)+J-^^ + i?,V^-d02 

VI cos (fc (x - xoj) 1/ ^ ^ A'' smh^x 



g2$ ^ g2#o e^^ |sinhx| 



I cos (A; {x — xo)) 



^-^^ = '^'^ cosMfc('-^o)) '"^'"°^---^'"' 

, A;>0 (4.105) 



^?+l p+1 

Como para la solucion (4.104), estas dificilmente tengan sentido fi'sico. El escalar 
de curvatura se muestra en la Figura 4.7. 

6. Ai > , A2 > . 

2 

(„-ax \ p+i 1 J™2 
j^, ^ ) (-e2»- + df2) ^ _L + ^^2 g2,. ^^2 
I COS (fc (x — xoj) 1/ cos^x 



j2$ ^ g2*o 



e^^ I cosxl 



I cos [k {x — xq)) 

P p 



^--^^ = ^(^^ ^/^ cosMfe('^-a:o)) '"^'"°^---^'"' 



+ 5^ + 1 , A; > v^n. (4.106) 



p+1 p+1 

El comentario hecho para las familias (4.104) y (4.105) tambien se aplica aqui. El 
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-200 - 
^00 - 
-600 - 
-800 - 
-1000 - 

X = 32 



Figura 4.7: Las curvas muestran a' R como funcion de x para diferentes valores de xq 
yk = a = g = l, donde R es el escalar de curvatura correspondiente a (4.105). 

comportamiento de la curvatura escalar de estas es similar a las anteriores y por 
eso no las mostramos. 




4.7. Soluciones ceirgadas RR, bp — 

En lugar de trabajar con bp ^ —2 arbitrario, nos focalizarcmos en el caso bp = 0, 
que corresponde al caso en que el dilaton se desacopla en el string frame del campo de 
R-R, Ap+i. 
De (4.60) tenemos 

G = {-e^"^ dx^^ + dx'^)+fi{x)dx^ + e^'^'' A-^dz^ 

„2(p+2)<I> _ y2p 2(a+{p+lh)x Jf_ 

Fp+2 = V^Qpf2{x) dxAdx^ A--- AdxP (4.107) 



donde 



/l 



El vinculo (4.63) deviene 



-i(ln/i)" + i(ln/i)'2 = ((lni)' + a)'+p(lni)'2+((lni)'-7)'-%^/2 



J2 



2{p + 2)(lnAy = -2a + 2-f+(ln^] (4.109) 
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En contraste con los casos tratados en las secciones anteriores 3 y 4, no hemos sido 
capaces de rcsolver en forma completamente general el conjunto de ecuaciones (4.62). 
Solo hemos logrado resolverlas a traves del siguiente ansatz, 

4 

En este caso, las ecuaciones (4.62) se reducen a 



h{x) = f{x) , h{x) = ^^^f{x). (4.110) 



(ln/)" = 2^AV- (4.111) 

Las posibles soluciones para valores no negativos de / fueron analizadas en las 
secciones anteriores (ecuaciones (4.71)). Tenemos nuevamente 3 casos, sin embargo, el 
vinculo (4.109) resulta 

2 

-A = a2 + 72 + -a 7, (4.112) 

p+l 

que deja afuera automaticamente la opcion A > 0. 

4.7.1. Soluciones con A = 

Las funciones /i,/2 en (4.110) son 

f( \ P + ^ ^ 1 ^ 4 1 1 

^^^") = ^A^(^^ ' ^^^") = ^g7(^^ ^'-'"'^ 

y, teniendo en cuenta (4.112), obtenemos la siguiente solucion 

G = lo [u Tji^p H 5- + - — dO 

= e-2*o(/o^,)2 

Fp+2 = s{q) e-'^HoP^^ vF+^ duhdx^ h--- hdx^' (4.114) 

donde la escala Iq y el radio Rq de la son 

$0 



^0 = Vb + 2)(p + 3)A^i , i?o = -^4^^o- (4-115) 

47r VP + 2 

Este es un espacio AdSi^pj^i con escala Iq, veces una S con un radio que depende 
dc la coordenada u. Esto fuerza a un dilaton que corre con dicha variable y que, por lo 
tanto, Ueva a una solucion no conforme. Para u grande, u Iq^ , la toma tamano 
nulo, y la solucion sc reduce a ^dSi^p+ij;,,; en cambio para u <^ lo~^ es el volumen de 
mundo de la Dp el que va a cero, dejando como espacio transverso AdS2, con la misma 
escala Iq. El tensor de Ricci resulta 

Rfxu = -^Vixi^ ) Rp+l,p+l = , Rp+2,p+2=^ (4.116) 



de donde la curvatura escalar resulta constante 



1 



R = -ip'+p + 2) j^. (4.117) 
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Si bien, como se ve, la solucion es regular en todos lados, el dilaton diverge cuando 
Ti — 7- 0"*". Es interesante notar que esta solucion corresponde a realizar una T-dualidad 
(en la direccion 9) dc la solucion AdSi,p-^-2 con dilaton constantc (vcr al final de esta 
seccion). Esta ha sido obtenida recientemente en la referenda [4] como el near horizon 
limit de una solucion BPS, que resulta asintotica al linear dilaton background. 



4.7.2. Soluciones con A < 

De (4.110), (4.71), tenemos en este caso, 

-A p + 3 1 



= ^^sinh^(V^(x-.o)) ^'-'"'^ 
Re-escaleando, la familia de soluciones puede ser reescrita como 

G = |sinhx|-?T2 (-e^ax^2^0^^2ex^^2^_^_k^J^ 

^ ^ (p + 2)2 sinh^x 



+ Ro'^ e2("+*' ^) ^ |2 sinh xl 

= g2$o g2(a+pe)x 12 sinl^^l^ 



.2* 



p+1 

F„+2 = s(q) , e"*° TT- dx Adx^ A--- A dx^ 

VpT2 sinh^ x 

= 20^ +p{p + l)e'^ + 2pae (4.119) 

donde Rq y Iq, estan dados en (4.115). Ante el cambio de variables, 

1 - (^2)'*^ /(„) (4.120) 

con no una constante, que pone las soluciones, en la forma siguiente 

^ ,21 ,02 ,-2 1 d-ui^'X 

G = /o — dx^ + — dx^ + -9- 

Fp+2 = s{q) 2 ^JJ+2 e-*" 1^^^'^ vF^^ du A dx^ A ■ ■ ■ A dx^ 
p+1 
p + 2 



2a^ +p{p + l)e^ + 2pae (4.121) 



con Zo y Rq como en (4.115). El limite = corresponde a la solucion A = (4.114), 
que resulta ser el h'mite asintotico UV u S> uq > de toda la familia. Por otro lado, para 
u — > uq^ , el comportamiento es fuertemente dependiente de los exponentes a y e. La 
curvatura escalar, para algunos valores particulares de los parametros, se muestra en 
las Figuras 4.8 y 4.9. 
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2.2 



Figura 4.8: Las curvas muestran ol R como funcion de ti = ^ para diferentes valores 



de p, donde R es el escalar de curvatura de (4.121) para a = 1/5 y e = —3/10. 



. 8 



-10 
-20 
-30 
-40 
-50 
-60 



1.2 1.4 1.6 l.i 



2 2.2 



p=2 a=l/4 
p=3 a=l/5 
p=5 a=l/7 



Figura 4.9: Las curvas muestran a' R para (4.121) como funcion de n = para valores 
diferentes de p. Los valores de a y e son tales que las soluciones satisfacen el criterio de 
Maldacena-Nufiez y tienen acotado el string coupling. 
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Entre los miembros de la familia, aquellos con a + pe+ < tienen acotado el 
string coupling en todos lados. Y, como pasara con la familia de soluciones de la seccion 
3.2, cuando la dcsigualdad se satura, cstos se vuelven tambien regulares. En efecto, el 
escalar de curvatura de (4.121) resulta 

lo'^R = -{l + {p + 2){a + pe)f j^-{p-l){p + 2) + 2-2{p + 2f {a + pef 

- (l-(p + 2)(a + pe))2 f{u) (4.122) 

mostrando explfcitamcntc que la curvatura cs finita cn u — t- uq si y solo si la condicion 
a +pe + = se satisface. En ese caso, la siguiente solucion aparece 

Solucionl. a = -2±i , e = ^ 

Fp+2 = s{q) 2 ^/^+2 6-"^° lo^^^ uP+^ du A dx^ A ■ ■ ■ A dxP (4.123) 

Esta es una solucion tipo AdS black hole, con dilaton que corre. Aiin mas, no es diffcil 
ver, siguiendo la receta usual que, en el li'mite u — t- uq, el espacio cuclidco obtenido 
por rotacion de Wick r = ix'^ es regular si imponemos la condicion de periodicidad 
siguiente 

T^T + /3 , ^ = ^1. (4.124) 

p + 2 uo 

Este es un hecho usual cn la clasc dc soluciones que se asocian via la conjetura con 
teon'as de campos a temperatura finita /3~^ [3]. 

Solucion 2 .a= ^^^.t^rL , e = -^-^±3 

G = e { ^dx02 + „V(n)^d'x+ ^ 

Fp+2 = s{q)2^/p + 2e-^'' 10^+"^ vP+^ duAdx^ A--- Adx^ (4.125) 

El caso dc la Dl-brana se incluyc dcntro dc la Solucion 1 via una doblc rotacion de 
Wick, x^ — > — ix^ , — )■ ix^ . Notar que ambas soluciones son soportadas por el mismo 
dilaton y el mismo campo de gauge de RR, y poseen el mismo escalar de curvatura, 
que se muestra en la Figura 4.10. 

4.7.3. T-dualidad 

Aplicando las reglas para transformaciones de T-dualidad (ver por ejemplo [44] y 
sus referencias) a lo largo dc la coordenada 9, podemos generar de (4.121) una nueva 
familia de soluciones. El hecho de haber asumido la proporcionalidad entre las funciones 
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Figura 4.10: Las curvas muestran ol R como funcion de u = — para valores diferentes 
de p, donde R es la curvatura escalar de (4.123) y (4.125). 



/i y /2 (ecuaciones (4.110)), lleva a la relacion e^* oc Goe que impone, al T-dualizar las 
soluciones, que el dilaton deba ser constante. Tenemos 

G = lo'l + + 



2 



^2$ 



167r2 a'A2 



(p + 3) Qp2 

= s{q) 2^/^+2 e-'^'' lo''^^ uP+^ du A dx^ A- ■■ AdxP Ade 
■■ 2a^ +p{p + \)e^ + 2pae (4.126) 



p+l 



p + 2 

Se puede mostrar que esta es una familia de soluciones de espacios de Einstein con 
tensor de Ricci 

p + 2 

Rmn ~ r"9 Gfnn- (4.127) 

Todos los miembros de la familia son asintoticos para u grandc, u ^ uq, a un espacio 
AdSi^p^2 (despues de identificar x^"*"^ = ^G)- En particular, la solucion T-dual a 
(4.123) resulta un ^^51,^+2 Schwarzchild black hole, recientemente descubierto en [4], 
y usado en [42] , [43] , como modelo de teoria de YM . 



^^Hemos explfcitamente verificado que la familia (4.126) es solucion de la ecuacion de movimiento 
(4.44). En particular, la caxga de la D{p + 1) brana (dimensional) debe ser identificada con la carga de 
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4.8. Conclusiones 



En este capitulo, hemos repasado la formulacion de la teoria dc cuerdas cn prcscncia 
de campos de fondo que Ueva, en la aproximacion de baja energi'a, a la que hemos 11a- 
mado la "accion efectiva de cuerdas no criticas" . El resto del capitulo esta dedicado a la 
presentacion de todas las soluciones que hemos hallado a dicha accion de baja energi'a 
de teon'as de cuerdas no criticas Tipo II. 



En primer lugar, hemos presentado la solucion doblemente localizada, en el origen del 
espacio Minkowski y en el tip del cigarro, que interpretamos como la cuerda fundamen- 
tal embebida en dicho vacio. El hecho de que esta solucion aparezca como doblemente 
localizada le da un valor extra a la solucion, ya que no se conocen muchas soluciones 
con estas caracteristicas. 



Hemos agotado completamente el problema de cncontrar soluciones de vacfo. Entre 
las soluciones encontradas, ademas de Minkowski (p + l)-dimensional veces el dilaton 
lineal veces S^, encontramos tambien una familia 3-parametrica (4.78), que incluye en- 
tre sus miembros a la conocida solucion Minkowski (p + 1) veces el cigarro, y su T-dual 
Minkowski (p+l) veces la trompeta. La constante de acoplamiento de la cuerda se man- 
tiene acotada para gran parte del espacio de parametros, encontrandose ademas una 
subfamilia 2-parametrica en la que tambien la curvatura escalar se mantiene acotada. 

Tambien presentamos todas las soluciones posibles al problema de encontrar soluciones 
de fondo cargadas NSNS que Uenan todo Minkowski, que para p = 1 representan (el 
near horizon dc) las soluciones de la cuerda fundamental. Entre la gran cantidad de 
soluciones encontradas, sc dcstacan la solucion dc cuerda fundamental embebida en el 
vaci'o del cigarro previamente obtenida, una nueva solucion (4.94) interpretable como 
la Fl embebida en vacfo de dilaton lineal, y una familia 2-parametrica de soluciones 
regulares asintoticas a AdSi^2 x S^. 

Por ultimo, hemos abordado el problema de hallar soluciones cargadas RR, este es 
el unico caso en que no hemos podido resolver completamente el problema de encontrar 
soluciones de la accion de baja energfa no crftica. Sin embargo, encontramos una gran 
cantidad de soluciones analfticas que satisfacen un vinculo particular. Entre estas se 
incluyen soluciones de curvatura constante asintoticas en el UV a AdSi^p+i, que en el 
Ifmite IR se rcduccn a AdS2- Estas son T-duales a la solucion encontrada por 

primera vez en [4] como el limite de horizonte cercano (near horizon) de una solucion 



la Dp brana original de la siguiente manera, 



Qp+i = -%=. (4.128) 

Mas aiin, la arbitrariedad, a traves de $0, cn el parametro dada en (4.115) se traduce aqm como 
una arbitrariedad en el radio de compactificacion Xp+i. 
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numerica asintotica al vacio de dilaton lineal. Mas aun, encontramos una familia de 
soluciones 3-parametricas (4.121) que corresponden, presumiblemente, al Kmite de ho- 
rizonte cercano de una familia dc Dp-branas negras embebidas en el vacio de dilaton 
lineal. Estas ultimas no obedecen'an nuestro ansatz particular (4.20), en alguna region 
particular del espacio-tiempo. Per otro lado, nosotros conjeturamos que deben existir 
soluciones de Dp- branas embebidas en el vacio del cigarro que son soluciones de (4.62), 
pero que no obedecen nuestro ansatz en ninguna region y que corresponden a aquellas 
soluciones construidas como estados de frontera en las referencias [55] , [56] , [57] . 
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Capitulo 5 



Modelos No Criticos de teorias de Yang-Mills 
(p + l)-dimensionales 

5.1. Introduccion 

En este capi'tulo, nos proponemos utilizar algunas de las soluciones encontradas en 
el capitulo anterior, como fondos sobre los cuales construir teon'as duales cercanas a 
QCD, en el sentido planteado por Wittcn cn [3] y que hemes explicado en el capitulo 3. 

Estudiaremos con particular intercs modelos de teorias de gauge en 3 y 4 dimensio- 
nes. Luego de analizar bajo que circunstancias nuestros fondos de gravedad representan 
teon'as de gauge duales en su fase confinante, dedicaremos nuestro esfuerzo al calculo 
del espectro de glueballs correspondiente a cada una de estas teorias. 

En particular, estudiaremos los glueballs asociados con la perturbacion del campo 
del dilaton, con la perturbacion del graviton y con la perturbacion de la 1-forma de RR. 
Hemos preferido, en lugar del computo usual de perturbaciones, desarroUar cl calcu- 
lo numerico de las ecuaciones acopladas de segundo ordcn, cn un marco invariante de 
gauge. El hecho de que la familia de soluciones de fondos no cn'ticos utilizada este carac- 
terizada por un conjunto de parametros libres, hace que la teoria dual cuente al mismo 
tiempo con dichos parametros tambien como libres. De esta manera, disponemos de 
una libertad en la teoria dual que pucde utilizarse para obtener un mejor ajuste con la 
teon'a esperada. Durante cl dcsarrollo de este capi'tulo pondrcmos enfasis en estudiar la 
dependencia de nuestros resultados con los parametros libres de nuestra teon'a. 

El presente capi'tulo se organiza de la siguiente manera: 

En la seccion 5.2 presentamos la familia de soluciones no criticas que analizaremos, 
y discutiremos las caracten'sticas mas sobresalientes de estas. En la seccion 5.3 des- 
cribiremos brevemente el calculo de Lazos de Wilson, que ya fuera presentado en 3, 
y discutiremos las condicioncs dc confinamicnto sobre nuestros fondos. La seccion 5.4 
esta dedicada a presentar el formalismo de perturbaciones invariantes de gauge. En la 
seccion 5.5 discutimos los modelos duales que seran considerados. En 5.6 presentamos 
los resultados obtenidos en calculo del espectro de glueballs para la teon'a de gauge en 3 
dimensiones en el contexto de teon'as no cn'ticas. En la seccion 5.7 analizamos de mane- 
ra similar el modelo para teon'as de gauge en 4 dimensiones. Finalmente, en la seccion 
5.8 realizamos un analisis de los espectros obtenidos y realizamos una comparacion con 
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los valores predichos por Lattice QCD. Aun cuando los caculos de Laticce y de super- 
gravedad son validos en regimenes opuestos (acoplamiento debil, acoplamiento fuerte, 
respectivamente) veremos que el acuerdo entre ambos conjuntos de datos es bueno. 



5.2. La familia de soluciones 

Consideremos una generalizacion de la familia de soluciones a dilaton constante 
(4.126), encontrada en el capi'tulo anterior realizando una transformacion de T-dualidad 
sobre (4.121). 



^—^ t(u] \ u y 

<i. 2 A 

e = 



D \Qd-2\ 

Fd = {-)''Qd-2€G ^ *Fd = {-f-^ Qd-2 (5.1) 



donde Iq = ^J D {D — 1) K ^ ,uq es una escala arbitraria, y donde los exponentes deben 
satisfacer las siguientes relaciones 

D-2 D-2 

Y,aa = l , ^a„2 = l. (5.2) 

a=0 a=0 

Una derivacion de estas relaciones se muestra en el apendice B. 

En este capitulo, nos enfocaremos en esta familia de soluciones con dilaton constante. 
Un analisis de las soluciones con dilaton no trivial cs prcscntada cn cl Apendice C. 

Las soluciones que estudiaremos pueden ser interpretadas como el near horizon limit 
de una T)-{D — 2) black-brane extendida a lo largo de las coordenadas x. Estas soluciones 
resultan ser espacios de Einstein con tensor de Ricci, 

RAB = -^i^GAB , R = -K^. (5.3) 
to 

Mas aiin, todas ellas son tales que en el li'mite u grande, {u 3> uq) resultan asintoticas 
a espacios AdSi^o-i- Sin embargo, de todas estas soluciones solo una es estrictamente 
regular aiin en la region IR, u no"*". Esta corresponde a tomar uno de los exponentes 
igual a uno, y los otros igual a cero. La forma explicita que toma esta solucion de 
fondo es 

G = u'' {rii,D-3 + f{u) dr^) + (5.4) 

J [u) 

A partir del calculo del siguiente invariante de cuarto orden 

^0 <^ABCD<xs 1 //I C1 „ \ 1 , „ ^ ft„.\-2 



D-1 



K^^^^ ^ABCD = - (4 (1 - S3) - 1 + S4) f{uy 
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donde s„ = Yla ^<i^^ resulta claro que la linica forma de cancelar los terminos peligrosos 
es imponer S3 = ,S4 = 1. Esta restriccion, sumada a las restricciones provenientes de 
los vmculos si = S2 = 1, deja como linica posibilidad la solucion (5.4). Esta solucion 
corresponde al agujero negro de Schwarzchild AdSi^o-i hallado recientemente en [4], 
y usado en [42] como modelo, cuando -D = 6, de una teorfa de Y-M cuadrimensional. 
Cuando la singularidad en el IR es de tipo conica, se aplica sobre las soluciones una 
condicion de periodicidad que permita evitarla, 

47r 1 

rr^T + P , 15 = —--. (5.6) 

D — 1 uq 

Las soluciones sobre las que se imponen estas condicioncs dc periodicidad estan 
usualmcnte asociadas con tcorfas dc campos a temperatura finita [3]. 

El comportamiento de la curvatura del resto de las soluciones en el IR hace que 
estas no esten completamente bajo control. Esto no es inusual, ni exclusivo de las 
teon'as no cn'ticas, ya que lo mismo sucede para las soluciones de Dp-branas en teon'as 
de cuerdas cn'ticas cuando p 7^ 3. Esto es consecuencia, en ambos casos, de que la 
accion de baja energia que hcmos utilizado para obtcncr talcs soluciones proviene de 
anular las funcioncs /3 dc la teorfa al ordcn mas bajo de su desarrollo perturbativo. 
Es decir, hcmos supucsto, cntrc otras cosas, que la curvatura se manticnc finita y que 
es posible despreciar los ordenes superiores dc la misma. Argumentos de supersimetrfa 
permiten asegurar, en el caso de teorfas crfticas, que tales soluciones existen y que 
dichas singular idades son solo manifestaciones de baja energfa. En el caso de las teorfas 
no crfticas, cs ampliamente conjeturado que sucede lo mismo. Llamativamente, como 
veremos mas adclantc, las teorfas duales que nos interesa estudiar en este capftulo 
parecen no tomar nota de la existencia de dichas singularidades. 

Por otro lado, la constante de acoplamiento de cuerdas de cada miembro de la familia 
con dilaton constante resulta 



donde A'^ es el niimero de D(Z) — 2)-branas. Puesto que N es un niimero arbitrario, la 
constante de acoplamiento de cuerdas puede hacerse tan pequena como se quiera, y por 
lo tanto, la teorfa perturbativa sera valida para cualquier miembro de la familia, con 
solo tomar A'^ suficientemente grande. 

Aun mas, siguicndo [4], observamos que el calculo del lado de gravedad del niimero 
de grados de libertad ( "entropfa" ) en la region UV lleva, 

Ar2 



Sgravity ~ xD—2 ' 



donde 5 es un regulador IR. Este es exactamente el rcsultado csperado para teorfas de 
gauge U{N) (D — l)-dimensionales con regulador UV [63]. Esto nos anima a estudiar 
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algunos aspectos de las posibles teorias duales a nuestras soluciones. Consideraremos de 
esta manera el caso general con exponentes arbitrarios sujetos a las relaciones (5.2). Esto 
nos permitira cncontrar una familia de tcon'as dualcs cuyos paranictros librcs pucdan 
ajustarse a discrecion. El objetivo principal de este capftulo sera estudiar la dependencia 
del espectro de esta teoria con los exponentes mencionados. 



5.3. Lcizos de Wilson y confinamiento 

Se conoce desde hace ya bastante tiempo ([64], [65]) que es posible hacer una des- 
cripcion en el contexto de teoria de cuerdas de los lazos de Wilson (Wilson loops) como 
cuerdas cuyos extremos unen un par de puntos del borde de un espacio tipo agujero 
negro AdS. Estos puntos representan, en la teoria de gauge que vive en dicho borde, un 
par quark-antiquark no dinamico. Nos interesa, entonces, estudiar cuerdas que vivan 
sobre nuestros fondos y que tengan sus extremos enu = 'Uoo(— >■ oo),X^ = ±L/2, donde 

denota una de las p direcciones espaciales. En [66], se deduce la energi'a clasica de 
un lazo de Wilson asociado con una metrica de fondo de la forma 

p 

G = Goo dx^"^ + Gii 6ij dx' dx^ + C{uf du^ + (5.9) 

con una dependencia radial gencrica, y donde G"*- es ortogonal a las direcciones {x^ , x'^,u). 
A continuacion, repasaremos la parte sustancial del calculo. 

Sea ((j") = {t,a) las coordenadas que parametrizan la hoja de mundo. En el gauge 
estatico, X'^{t,a) = t G 5R, X^{t,a) = a G [— I',!'] - Consideremos la configuracion 
estatica de una cucrda definida per u{t, a) = u{a) = u{—a) G [uo, Uoo], y el resto de las 
coordenadas fijas. El langragiano de Nambu-Goto viene dado por 

L[X] = Ts r da ^l^^deth^^) = Ts j da ^/F{uf + G{uf u'^af, (5.10) 

donde hafsia) = Gmn{X) daX^ {a)dijX^ {a) es la metrica inducida, y las funcioncs F 
y G estan definidas por 

F{u) = \GooGii\^ , G(n) = |GooC|i (5.11) 

La configuracion que minimiza la accion satisface 

F{u)duF{u) + G{u)duG{u) u'^a) _ ( G{ufu'{a) 

^F{uY + G{uY u'{af ~ \^F{uY + G{uY u'{aY 

De las ecuaciones anteriores (5.10) y (5.12), resulta que la separacion entre los quarks 
y la energfa, viene dada por 

L = 2 r du^fl^^-lY' 
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E = Ts \^F{um) ^ + 2 du G{u) ^ 1 - ^^j^ j (5-13) 

donde Um = u{am) > ^^O; para am (admitiendo que es unica) tal que u'{am) = y 
F{u) > F{um)- En nuestro caso, Um = y Um = u{Q). Sin embargo, hay que ser 
cuidadosos, ya que el valor resultante para la energia es divergente cuando u^o — > oo. Es 
aceptado que esta divergencia se debe a las contribuciones de las autoenergi'as (masas) 
de los quarks [64]. Cada una de estas puede ser representada, en este contexto, por una 
larga cuerda con un extremo en el borde u = en ~ ^® extiende a lo largo 

de la direccion u hasta el horizonte 

ruoo 

mq = Ts j duG{u). (5.14) 

Sustrayendo estas masas, es posible obtener una energia de ligadura finita 

V{L) = E-2mg = Ts iF{u„,) L-2K{L)) 

K{L) = du G(u) - ^1-^^j^j + £^ du G{u). (5.15) 

Del analisis de esta expresion [67], vemos que una condicion suficiente para un compor- 
tamiento tipo area es que F{u) tcnga un mmimo en u = n^m ^ Y F{umin) > 0, o 
que G{u) diverja en algun punto Udiv > uq y F{udiv) > ^. En este caso, el potencial de 
quark-antiquark de la teoria de gauge dual resulta lineal en la distancia de separacion 
L; se sigue de (5.15) que, para L grande, 

lira ^^^^ = Us , as = TsF{umin) or TsF{udiv), (5.16) 

donde as es la tension (YM) dc la cuerda. En particular, sobre nuestra familia de 
soluciones, no es difi'cil ver que F{u) = {louo)'^ h{x)\ _ „2 presenta un mmimo en = 

Urain si Solo si 

7 = (a + a) > ^ Umin = uo (^1 + {1 + ^^-j^) 7^ ' ■ (5-17) 

La funcion h{x) = x ^1 — x se muestra en la Figura (5.1) para diferentes 

valores de 7 y £). 



^En [67] se enuncia el teorema completo, que incluye otras hipotesis acerca del comportamiento de 
F y G (que son satisfechas por nuestras familias dc soluciones). En (5.13), la separacion L debe ser 
considerada como fija, y Um pensada como una funcion de esta. Mas aiin, Umin no dopcndc do Um, 
pero Um > Umin dcbe cumplirse para que exista la configuracion. No es diffcil mostrar, para (5.11), 
que tomar Um — >■ Umin~^ es equivalente a tomar el li'mite L — > 00, el cual es la condicion que lleva a la 
definicion de la tension de la cuerda as en (5.16). 
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h(x) for different values of y and D = 6. 

h(x) 



4.0 



3.5 




Figura 5.1: El grafico muestra h{x) como funcion de donde 7 toma valores entre 1/8 y 
1/2. La Imea punteada corresponde a 7 = 1/8, mientras que la Imea solida corresponde 
a7 = 1/2. 



Si restringimos el espacio de parametros a la region 7 > 0, entonccs la tcoria de 
gauge dual debera ser (clasicamente) confinante, con la tension de la cuerda dada por 



Sin embargo, la condicion (5.17) corresponde a considerar confinamiento en una 
teon'a + l)-dimensional a temperatura finita. Dado que estamos interesados en una 
teon'a p-dimensional a temperatura cero, debemos considerar ambas direcciones de entre 
las p. Reemplazando entonces a por a en la expresion (5.11), la condicion de confina- 
miento (5.17) se reduce a: 

/ - 1 , A 

7 = -O > =^ Umin = uo H 7: — |a| • (5.19) 



En cl caso cn que a = 0, tenemos que Udiy = uq y tambien da confinante, con una 
tension para la cuerda dada por 

as = Ts F{udiy) = Ts Zo' uq'' = «o', (5.20) 

2 TT (ID — U) 

este es el caso analizado por K-S. 
Finalmente, para d > no hay confinamiento. 

Es importante notar que, a diferencia de lo que pasa en modelos provenientes de 
supercuerdas crfticas, la tension de la cuerda esta dada por la escala uq^ a menos de 
una constante numerica. Mas aiin, en teorfas no crfticas no siempre resulta fijado a la 
escala de la teorfa 

""0 ~ ^QCD- (5.21) 
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5.4. El mar CO perturbativo invariante de gauge 



Para poder determinar el espectro de las masas de los glueballs dc acuerdo a la 
correspondencia gauge/gravedad, debcmos resolver las ecuaciones dc movimientos li- 
ncarizadas dc supcrgravcdad sobre la solucion dc fondo (5.1) [3], [27]. Los campos 
presentes en la accion efectiva de baja energi'a son la mctrica G, el tensor antisimetrico 
de Kalb-Ramond, el dilaton $ y las (g + l)-formas de RR A^+i, donde el valor de q 
depende de la teoria. 

Analizarcmos las pcrturbaciones consistentes que Uevan a las ecuaciones que seran 
considcradas cn la prima scccion. Como se menciona en [42], en el string frame las 
ecuaciones resultan muy complejas debido a que el graviton aparccc acoplado al resto 
de las perturbaciones. Sin embargo, esto no ocurre en el Einstein frame para la familia 
(5.1), donde en la mayon'a de los casos estas fluctuaciones se desacoplan. Solo los modos 
escalares de la perturbacion de la metrica contimian acoplados al sistema. Pasaremos 
entonces a este frame para poder realizar los calculos. La relacion para la metrica en 
ambos frames es la siguiente G|s-f = e^-^ Gl^-f. 

La accion de baja energia para las teon'as no cn'ticas en el Einstein frame resulta ^ 

5[G,$,A,+i] = -J-^yeG|^i?[G]--^(Z)($))VA2e^*-i^e2"^*(F,+2 
aq = ^ -0(1) , RR (NSNS) formas (5 

donde Fqj^2 = (i^q+i cs la intcnsidad del campo de gauge correspondiente a la forma 
74q_|_i, y los posibles valores de q dependen de la teon'a. El elemento de volumen es 
6(3 = A • • • A uj^~^ = dPx E , donde {lo^} es el vielbein. 
Las ecuaciones de movimiento que se deducen de (5.23) son 

Rab = 
+ 

= 

d(e2"'**F,+2) = 

donde hemos introducido la corriente Jq+i de g-branas fuente con tension fXq. 
^Usaremos la siguiente notacion compacta 

{n ■ A)a,...A,;B,...B, = ^ G'''°' . . . G^^"" ^c,...c,A,...A, Ad,...d,b,...b, (5.22) 
donde y A son (p + g)— formas arbitrarias. 



4 A" _j_s> 

^L»A$L>B$- ^6^-2* Gab 

\ E ((^.+2)i;B - ^ {Fq^^f Ga^ 

D\^) + ^ei^^^-^j:aqe^-^^ {Fq^.f 

Qq * Jq+1 , = 2 KD^ /Iq (5.24) 
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Las perturbaciones en torno a la solucion clasica (G, ^,Aq) las escribiremos como 

metrica — )■ Gab + /i^B , dilaton — )• $ + ^ , q-forma — )• + Og. (5.25) 

Al orden lineal en las perturbaciones h,^,ag las ecuaciones resultantes que provienen 
de (5.24) son, ecuaciones- ti 



= ^AB(/.)-^^e^nE^e-^^Wj/.AB 

+ E {{-iF,+2fcA;DB + ^GABiF,^2fc;D) h^^ 

+ {Fq+2 ■ fq+2)A;B + {Fq+2 " /g+2)s;A - 2 ^ GaS " 

+ (^^ 2a,e-^<^ ((F,+.)^^, - ^ iFq^2f G^s) - ^^e-^^G^.) C 

+ iDA^DB^ + DB<^DAO, (5.26) 

donde Aab(/i) se deriva en el Apendice B. 
ecuacion-^ 



D-2 4 

9 



+ (-Z)^D5($) + :^^a,e"'*(F,+2)VU 



AS 



16 

9 



- D^{^) [D^hcD - ^i^c/ig) - ^ E «^ ■ U+2 (5.27) 



ccuacu)u-«y+i 



+ e-"^* (e"^* (i^,+2)A,.. A+i"^ ^Bc) - ^ (F,+2)a,.. A+i"" ^i^^^S 

+ ((^g+2)AiA2...A,'^'^-Dc/iBAg+i H {Fq+2) A^+T_A2...Aq^^ DchBA-^) 



(5.28) 



Como sc obscrva dc las ecuaciones anteriores, la diagonalizacion del sistema para 
fondos genericos no es posible. Sin embargo, para las soluciones de fondo (5.1) (y en el 
Einstein frame), esta resulta mas sencilla. 

El sistema de ecuaciones (5.24) resulta invariante ante reparametrizaciones, en parti- 
cular, ante reparametrizaciones infinitesimales —e^ {x)+o{e^), transformando 
los campos como tensores. Por otro lado, dado que las ecuaciones anteriores pueden in- 
terpretarse como un sistema de ecuaciones para los campos (/i,^,ag+i) en la solucion 
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de fondo (G, Ag+i), la invarianza ante difeomorfismos se traduce en invarianza ante 

h^h + L,{G) , + , a,^a, + L,iAg), (5-29) 

donde L^{...) denota derivada de Lie con respecto al campo vectorial e = {x)dM = 
e^{x)eA- Mas expKcitamente, no es difi'cil mostrar que (5.26)-(5.28) resultan invariantes 
ante la transformacion de los campos ""'^ 

^Hab = hAB + Da^b + Db€a 
= C + e^DA<^ 

^aqAi...Aq = aqAi...Aq + e'^ DBAgAi...Ag + DA^e^ AgBA2...Aq H 1- DAgC^ AqAi...Aq.iB- 

(5.30) 

Como el sistema es lineal, se sigue que {L^{G),L^{^),L^{Aq)) es solucion para cualquier 
e, (la solucion trivial puro gauge). A diferencia de las teorias de gauge ordinarias, donde 
las transformaciones no son lineales, en este caso deberia ser posible definir cantidades 
invariantes de gauge y expresar las ecuaciones para las perturbaciones (5.26) en termi- 
nos dc cstos de manera expKcitamente invariante. Es importantc remarcar aqui que 
desde el trabajo pionero de J.M. Bardeen [69], la teoria de perturbaciones invariantes 
de gauge se ha desarroUado en las ultimas decadas esencialmente en contextos cos- 
mologicos ^. La implementacion de perturbaciones invariantes de gauge en el contexto 
de Gauge/Gravedad es un aporte novedoso de [9]. Para la familia que nos interesa en 
este trabajo, podemos hacer esto como sigue. Primero, introducimos la fiuctuacion % 
de acuerdo con 

fD = xFD , 'x = X + DAe^, (5.31) 
donde la transformacion de gauge de x se sigue de (5.30). Luego, observemos que 

k = ^ , I^ = x-lhi (5.32) 

son ambas invariantes de gauge, junto con los campos de ((7 + l)-formas a^+i , D — 2. 
En terminos de estas, las ecuaciones para las fiuctuaciones (5.26)-(5.28) son escritas de 
forma manifiestamente invariante 



= AAB{h)-^en-. hAB -^^^^ Gab [^-^^h- 1. 
= i^V«) + g±|A^e^*/,-A^e^*/, 

= I?^(e2"«*(/,+2)Ai..A+is) ' 5 7^^-2 
2D 



= DA[^-^^h-hj (5.33) 
De la ultima ecuacion resulta. 



^Esta es una generalizacion del tratamiento perturbativo usual alrededor de un fondo piano en el 

contexto de Relatividad General, vcr por cjcmplo [68], capftulo 6. 

"'Para una extension a teoria de perturbaciones de segundo orden, ver [70]. 
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De esta manera, nos queda un sistema parcialmente desacoplado 

, 2A2 

= AAB{h) - —60-2"^ hAB 

= D\l,)-^ei^^^I, 

= D^(e2°''*(/,+2Ui..A+is) ' 9 7^^-2. (5.35) 

Todo el espectro perturbativo proviene de estas ecuaciones. Vale la pena senalar que la 
ecuacion para la metrica es invar iante de gauge, como puede ser verificado usando la 
propiedad general 

Aab i'h) - Aab {h) = -2 {DcRab f + Rac Db^^ + Rbc DAe^) (5.36) 

y las ecuaciones de movimiento para el fondo (5.24). Luego, en la subseccion 5.4.3, seran 
construi'dos nuevos invariantes a partir de las fluctuaciones de la metrica, para el anzatz 
particular considerado. 

5.4.1. La ecuacion para las fluctuaciones dilatonicas 

Las fluctuaciones dilatonicas corresponden a tomar ^ 

hAB = ; /,^. . da,^, = I ^ %G [1 = 0-1, 

(5.37) 

donde 7^ satisface la segunda ecuacion en (5.35). Descomponemos la perturbacion en 
modos de Fourier, 

mx,u) = x{u)e'P'^-\ (5.38) 

Por simetn'a translacional en las coordenadas de las soluciones de fondo, los modos 
no se mezclan. En la seccion 5.5, consideraremos algunas de ellas compactificadas. 
Reemplazando (5.38) en (5.35), ecuacion I^, tenemos 

^ du 5„x(n)) - [ E ^ + X{u) = (5.39) 



donde hemos usado la forma explicita de la metrica en el string frame (5.1). El siguiente 
cambio de variables y la definicion, 

D-l 

= 1 + = g{x) , X 
X{u) = g{x)-'2 H{x) (5.40) 
ponen (5.39) en la forma tfpica de una ecuacion de Schrodinger para H(x), 

= -H"{x) + V{x) H{x) (5.41) 



^Con la siguiente eeuacion no invariante de gauge Hab = 0, queremos expresar que ponemos a cero 
toda posible fiuctuacion de la metrica constrm'da a partir de Hab, ver subseccion 5.4.3. 
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con el potencial dado por 

donde Pa = p_\)„„ Pa- 

5.4.2. La ecuacion para las fluctuaciones de la RR 1-forma 

Entrc las posibles fluctuaciones de las (q + l)-formas, nosotros consideraremos cam- 
pos ai dc RR que sicmpre cstan prcsentcs cn teon'as D-dimensionales tipo IIA NCST^. 
De acuerdo a (5.35), las fluctuaciones obtenidas prendiendo solo Og+i, para cualquier 
q ^ D — 2 es consistente si Og+i satisface las ecuaciones de Maxwell generalizadas en la 
metrica de fondo. En particular, para la forma ai , 

L>^(e2"^*L>^(aiB)) -I)^(e2"^*I)s(ai^)) =0. (5.43) 

Nuevamente, desarrollando Fourier 

aA{x,u) = xa{u) e'P'^''\ (5.44) 

y usando los resultados del Apendice A tenemos 

D^Fase-^^^^' = El7^«'x^ + ^«n(^(^£xn-e„(xa)-a„xa)) 

D^F^Be-^P^-' = J2^Xn + i^^ieniXb) + cTbXb), (5.45) 
b b ^ 

dondc = 6 J' — X"^' -'^^ scgunda ecuacion es un vinculo que da Xn en 

terminos de las funciones Xb- Poniendo esta en la primer ecuacion resulta 



^ en Pa' (en(x,) + a, Xb)) - E $ = (5.46) 



Este sistema acoplado sera reducido en la seccion siguiente usando el ansatz usual en 
cada uno de los modelos considerados. 

5.4.3. La ecuacion para las fluctuaciones de la metrica 

De (5.35), 

_ f , q^D-2 

_ _ ; fg+2 = dag+i - < 2D ^ 

(5.47) 



®En D = 8 puede estar presente tambien as, y por supuesto, en cualquier dimension el campo de 
Kalb-Ramond B2AB proveniente del sector NS-NS, pero no seran considerados en este trabajo. 
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es consistente si la perturbacion de la metrica satisface 

AAB{h) = DADeh'^ + D^Hab - D^DaHcb - D^DBhAC = ^ e^^* Hab- (5.48) 
Para escribirla en forma manifiestamente invariante de gauge, introducimos los campos 

{9,9a Jab) 

{9) = hnn 



AaJ 2 
lab = Kb - ea{9b) - eb{9a) - rjab <^a 9, (5.49) 

que ante una transformacion de gauge resultan 

Se9 = 2 en , Se9a = ^a , ^ehb = 0. (5.50) 

Las ecuaciones que siguen de (5.48) y (B.IO) son 

= e^CA^Iab) + eaSbilc) - e^eaihc) - e^ebilac) + en{Iab) - (<7"o - o-fc)^ lab 

+ Vab(^aen{Ic) 

= e'^Cnilac) - eaCnilc) + {(^c - (Ta) (e^ilac) - ea{Ic)) 

= en\l',) + 2acenil'c), (5-51) 

donde en las ultimas dos ecuaciones se suma sobre el mdice "c" . La dependencia en ^ y 
Qa ha desaparecido dejando todas las ecuaciones expresadas en terminos de los campos 
de fluctuaciones invariantes de gauge lab- Introduciendo los modos de Fourier de la 
manera usual, 

Iab{x,u)=Xab{u)e^P'^-\ (5.52) 
las ecuaciones para los xab{u) que provienen de (5.51) resultan 

= e„^(Xa&) + O" eniXab) + Vab CTa en(Xc) " + (^~^^ ~ ~ ^^f^ ^<^b 

Vo_f_ , Pb_I^ 

A A A. A 

■^a ^b 

= ^ eniXac) - ^ eniXc) + {<^c - (^a) ( ^ Xac - ^ Xl 
■^c -^a y 

= Jl^l^niAj'eniXc))- (5-53) 

c 

5.5. Modelos holograficos de teorias de Yang-Mills d-dimensionales 

Tomemos de entre las coordenadas x"', d coordenadas x^^ equivalentes no compactas, 
con n = 0,1, . . . , d — 1, y D — d — 1 coordenadas compactas no equivalentes r*, con 
i = 1, . . . D — d — 1, Ti = Ti + 2Tr Ri- Denotaremos con " ~ " las cantidades asociadas 
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con las direcciones no compactas {A^ = A , Gfj, = a , = a , , etc) . La metrica y los 
vmculos (5.2) resultan 

lo-'G = n2|^/(u)SMv(^^^^i^'^ + E/(<^^^'')+^^^ 

da + ^ai = l , da^ + ^ai^ = 1. (5.54) 

i i 

Notar que D — d — 2 exponentes continiian siendo libres. 

5.5.1. Fluctuaciones dilatonicas 

De (5.42), la ecuacion a resolver es 

= -H"{x) + V{x)H{x) 

1 1 D - g(l-a)a; ^{l-ai)x 

^^^^ = 4 " 4^ ^D^W)-^' 5(x)^-"+i^ ^ Y^'' 5(x)^-»^+^ 

(5.55) 

donde M = (D — 1) M es la masa d-dimensional. Los terminos con momentos en las 
direcciones compactas son cuantizados en unidades de Ri"^ y representan modos de 
Kaluza-Klein, estos se desacoplan para Ri 0; 

5.5.2. Campo de gauge RR: fluctuaciones transversas 

El ansatz consistente incluye la condicion transversa, 

X^.{u) = e^{p) X{u) ; e^{p)p^ = 0. (5.56) 
De (5.46), (5.40),obtenemos 

= -H"{x) + V{x)H{x) 



^{l-ai)x 

9{x) 



5.5.3. Campo de gauge RR: fluctuaciones longitudinales 

El ansatz consistente, a i fijo (pero arbitrario i = 1, . . . , D — d — I) es 

Xi{u) = x{u) ; Pi = 0- (5.58) 

De (5.46), (5.40), tenemos 

= -H"(x) + V{x)H{x) 



Ag{xf\\D-l V \D-1 7 j 5(a;)i-«+D^ 

5(^) ^ + 
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5.5.4. Metrica: fluctuaciones transversas 

Estas corresponden a tomar el ansatz 

Xi^i^iu) = e^^{p) X{u) ; = , e^^.p'' = 0. (5.60) 

y poner el resto a cero. Las ecuaciones (5.53) se satisfacen si luego de hacer el cambio 
(5.40), H obedece la ecuacion 

= -H"{x) + V{x)H{x) 

1 1 (l-a)x (l~ai)x 

V{x) = --—J—-M''—- +Yp^^^ (5.61) 

5.5.5. Metrica: fluctuaciones longitudinales 

Estas perturbaciones son las correspondientes a tomar ansatz, a i fijo (arbitrario) 

Xin{u) = e^{p) x{u) ; Pi = , e^,p^' = (5.62) 

y el resto cero. Este obedece las ecuaciones (5.53) si luego del cambio (5.40), H satisface 
la ecuacion 

= -H"{x) + Vix)H{x) 

V(x) = } , -M^ ^ + Vp7 ^-(5.63) 

4 45(x)^ gixf---^^^ j^, 9{x)'-^^^^ 

5.5.6. Metrica: fluctuaciones escalares 

Este es el caso mas complicado, debido a que involucra, en general, un sistema de 
ecuaciones acoplado. El sistema puede ser reducido a una ecuacion del tipo (5.42) para 
algun potencial particular, como sucede en los casos de las perturbaciones analizadas 
anteriormente, solo en el caso analizado por [71]. Por lo tanto, lo mejor sera hacer 
aquf un analisis detallado para estas fluctuaciones. 

Consideremos el siguiente ansatz 

XiJ.y{u) = a{u)r}^y + h{u)p^py , Xiji'^) = ai{u) 5ij , X/ii(^^) = 0. (5.64) 

Notemos que este ansatz depende de D — d+1 funciones invariantes (a, aj,6). A dife- 
rencia de [71], todas estas funciones son relevantes por ser invariantes de gauge. Resulta 
conveniente entonces introducir las siguientes flTictuaciones invariantes 

F = a-aA^en{b) 
Fi = ai-aiA^en{b) 

Fn = -en(A^en{b)) . (5.65) 
En terminos de estas, las ecuaciones (5.53) se escriben como 

= en\F) + aen{F) + aen{dF + Fr-Fn) + ^F--—e—^'^Fn 
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= e„2(Fi) + ae„(Fi) + a,e„(dF + F,-F„) + ^F, -^e^*F„ 
= en{{d-l)F + Fr) + Y,i(^i-^)F'^-{cT-a)Fn 

= ((i-2)F + F^ + F„, ' (5.66) 

donde Fj- = Fi . La ultima ecuacion es claramcnte un vinculo, que se resuelve tri- 
vialmente para Fn = —{d — 2) F — Ft . El resto de las ecuaciones toman la forma 

= e„2(F) + (7e„(F) + 2ae„((d-l)F + F,) + ^F + — -e^* ((d-2)F + F,) 

= e„2(F0 + ae„(F0 + 2aie„((d-l)F + F,) + ^^i + ^e^* (('^-2)i^ + i^r) 
= e„^(dF + F^) + c7en(dF + F^) + 2 ^(7ien(Fi-F) 

= e„((d-l)F + F^) + (d-2)((7-a)F + ^(c7i + (7-2a)Fi. (5.67) 

i 

En este punto, 3 hechos son notorios: 

■ Hay D — d incognitas {F, Fi) y D — d + 2 ecuaciones diferenciales; obviamente esto 
esta directamente relacionado con el fijado de la invarianza de gauge; 

■ Los terminos e„ {{d — 1) F + Ft) en las dos primeras ecuaciones en (5.66) pueden 
ser eliminados usando la ultima; 

■ La tercer ecuacion puede ser transformada en una de primer orden usando las dos 
primeras ecuaciones. 

Teniendo en cuenta todo esto, el sistema (5.66) puede ser dividido en dos conjuntos, 
un sistema de ecuaciones de segundo orden con D — d ecuaciones y D — d incognitas 

2/^^ , , /A2 



= e/(F) + ae„(F)+ ( -p- + 2(d-2) ( — e^'"-cr(a-cr) ) ) F 



+ 2 ^ (^^e^*-a (ai + a-2a)^ 



i2 



= en^{Fi) + aen{Fi) + 2{d-2) iy^eT^^"^ -Ui{u-u)] F 
2A2 



(M 2 A 4 \ 

-|^(5i, + -^e^*-2a, {a^ + a-2a)\ Fj, 

y dos ecuaciones de primer orden 

= Y^aien{F-Fi)-r\{d-\)^^{d-2)Y,Gi{G-Gi)\F 



(5.68) 
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i \ j 

= en{{d-l)F + Fr) + id-2){a-a)F + ^{ai + a-2a)Fi. (5.69) 

i 

Nos concentramos en primer lugar en el sistema de ecuaciones de segundo orden (5.68). 
Usando (5.40), introducimos la variable x y los campos {H,Hi) de la siguiente manera 

F{u) = gix)-'^ H{x) , Fi{u) = g{x)-'^ Hi{x). (5.70) 

Luego de algunos calculos, (5.68) puede ser reescrito de la siguiente forma 

= -H"ix) + V{x) H{x) 

V X = v{x)l+ ' // , 5.71 

\ m<'^>{x) m(x) j 

donde H{x) = {H{x), Hi{x), . . . , HD_a-i{x)). Los elementos que definen el potencial 
matricial V(a;) estan dados por 



4 4g{xy g{x)'-^+T^^ 
D-4 fd^^ , (L>-3)a-l , 2 



g{x 




1 






,2 


D- 


4 


g{x 


? 


1 




9{.x) 


,2 



(1)/ N 1 /^«/, iD-4)d + ai-l ^ 2 2r 



(2), , D-4 (ai,^ (D-2)ai-a-l „ 2 or 

. , 1 /oj (D — 2) ttj + o,- — 2a — 1 „ 2 2t\ 

= ^(2(^+«^-'«)+^ — S^i ' -jD^^' )■ 

(5.72) 

Este sistema sera analizado en profundidad cuando calculemos el espectro respectivo. 
El case d = D -2 

^Que ocurre con las ecuaciones lineales (5.69)? Para d = D — 2 hay solo una direccion 
compacta r' = r, y consecuentemente introducimos = a,- . Existen, para este caso, dos 
soluciones que corresponden a los siguientes valores de los exponentes (a = 0, a,- = 1) 
y (a = 75^, o-t = ~§rf)- La primera corresponde justamente al agujero negro de 
Schwarzchild AdS cn D dimensiones; el periodo dc r cs usualmente fijado como en (5.6) 
requiriendo la ausencia de la singularidad conica en el piano r — ii; de esta manera la 
solucion se vuelve regular. La segunda, en cambio, no es regular en el IR. Mas aun, esta 
solucion no es confinante segun (5.19) y por lo tanto no sera considerada. En este caso, 
tenemos solo dos incognitas F y Fr^jlas ecuaciones (5.69) resultan entonces un sistema 
de dos ecuaciones de primer orden con dos incognitas. Haciendo el cambio (5.70), (5.69) 
resulta 

= 
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1 + 



uii(x) ^12(3::) 

U2l{x) U22{x) 



(5.73) 



donde los elementos que definen U(a;) estan dados por 



mi 




D-4: ^d + e 



D - 1 g{x) 



U12 



U21 



L> - 4 ^ + 
D-1 ^) 



U22 



+ 



g{x) [d-1 ^ar + e- 2 D-l"" j' 



(5.74) 



Se puede probar sin mayor dificultad que (5.73) implica el sistema de segundo orden 
(5.71) si y solo si se cumple la siguiente identidad 



Esta relacion ha sido verificada por computo directo. Mas aiin, la equivalencia del con- 
junto completo de ecuaciones con el sistema lineal (5.73) nos permite tambien encarar 
el problema resolviendo directamente una ecuacion de segundo orden para alguno de 
los campos, construida a partir del sistema lineal de dos ecuaciones con dos incognitas 
(5.73). En el caso general D — d—1 > 1, las ecuaciones lineales actiian presumiblemente 
como vmculos, y debiendo resolver (5.71) y verificar a posteriori (5.73) ^. Seguiremos 
con esta estrategia en la seccion siguiente, presentando tambien resultados relacionados 
con este caso, compatibles con los hallados en [71]. 

5.6. Espectro de Glue-ball de teorias de Yang-Mills 3D 

En esta seccion, consideraremos supercuerdas no criticas tipo IIA en dimension 
D = 6. Las formas de RR presentes son Ai (con como su dual Hodge) y Ar,, con 
intensidades de campo F2 = dAi y Fq = dA^, respectivamente. Tomaremos ademas 
d = 3 direcciones equivalentes, yD — d — 1 = 2 direcciones compactas no equivalentes. 

^Inversamente, si como haremos, suponemos que se cumple (5.71), entonces si hallamos una matriz 
U que verifique (5.75), sc siguc que 



(D — (i)-dimensional que presumiblemente implicaria las dos ecuaciones (5.71), pero no hemos veriflcado 
esto debido a la complejidad de (5.75). 




(5.75) 
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La familia considerada es interpretada como soluciones de D4-branas enrolladas en un 
2-toro de radios (i?i,i?2)- Las ecuaciones de vmculos (5.2) son 



3a + ai+a2 = l , 3a^ + ai^ + = 1. (5.77) 

Como ya senalaramos antes, la idea aquf es estudiar la dependencia del espectro con 
los exponentes. Resulta litil resolver el vinculo en la forma siguiente 

r- _ cos /?- - COS /3+ . 
V3a = — — sm/3 

1 — cos p+ COS p 

COS /3~ — cos ^+ ^_ 

ai = ST si: cos^ 

1 — cos p+ cos p 

sin^+ sin^- 

«2 = sz S3> (5-78) 

1 — cos COS p 



donde el espacio de soluciones es una parameterizada por /3 ~ /3 + tt , y 

(5.79) 



/3± = /3±/3o , tan/3o = ^ , ;So G 



Para f5 = Po obtenemos la solucion de KS. Es posible pensar nuestra familia como 
una deformacion con parametro P~ = P — Po de esa solucion. En ese sentido, resulta 
natural imponer la condicion de periodicidad (5.6) al menos sobre una de las direcciones 
compactas [4] [8] , pensando en ella como la que permite romper SUSY. Recordemos que 
(5.6) aparece para imponer suavidad a la solucion au = uq, sin embargo esto no resulta 
claro en nuestro caso dado que nuestras soluciones siguen siendo singulares en ese punto. 
Nosotros dejaremos libres ambos radios, por ahora. 

Antes de presentar los resultados numericos que hemos obtenido ^, resulta ins- 
tructivo analizar como funciona en nuestro caso el limite de desacoplamiento (deco- 
upling limit), siguiendo el analisis usual. Primero, para desacoplar toda la torre de 
estados dc cucrdas abicrtas debemos imponer el Ifmitc dc desacople de baja energia, 
Is = Vo/ — ?► 0. Esto nos lleva a una constante de acoplamiento de Newton 6-dimensional 
2«;6^ ~ Is'^gs'^^, este limite, a gs fijo, tambien desacopla las interacciones bulk-open y 
bulk-bulk. Por otro lado, de acuerdo con (5.7), el limite de N grande nos deja con la 
teoria de cuerdas clasica. 

Recordemos en primer lugar que un vacfo no crftico tipo IIA (dilaton lineal, cigarro, 
etc.) preserva 2~ = 8 supercargas [33]. Una Dp-brana BPS en el, preserva la mitad 
de estas supercargas. En efecto, se muestra en la referenda [55] que el li'mite de baja 
energia de una D3-brana sobre el vacfo del cigarro es A/" = 1 super Yang Mills en 4 
dimensiones, esto es, preserva 4 = ^8 supercargas. Ahora, nuestra solucion de D4 con 



*Los espectros fueron calculados tanto con el enfoque WKB, como numericamente, pero dado el gran 
acuerdo cntrc cUos, solo mostramos cn las tablas los resultados numericos. 

^El factor numerico en teorfas cn'ticas de tipo II es (27r)'^; a partir de, por ejemplo, la amplitud de 
dispersion de 4 gravitones, deberia ser posible fijarlo tambien en teorfas no cn'ticas, pero hasta donde 
tenemos conocimiento, este calculo (o cualquier otro que permita fijar el acoplamiento) no ha sido 
realizado. 
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dilaton constante puede pensarse como la version negra de una D4 BPS {uq = 0) en 
el near horizon limit, que es T-dual a una D3 brana BPS viviendo sobre el vacio de 
dilaton lineal, que corresponde al Hmite u grandc del vacfo del cigarro. De esta manera, 
podemos decir que nuestra familia describe en el UV alguna CFT (desconocida) en 5 
dimensiones, que es el completamiento de la teoria de YM 5-dimensional con constante 
de acoplamiento a la escala = lg~^ dada por 

rp 2 

9YM!,^ = 7fr h9s- (5.80) 

El acoplamiento de t'Hooft a dicha escala, y la constante de acoplamiento efectiva 
adimensional a la escala E son 

= gvMs^ N ^ I, ; Xlff(Ef = X5^E^^, (5.81) 

•'*-s 

donde hemos usado (5.7). De (5.81), dos hechos bien conocidos se deducen: Para E « 
As, Xtf-^ << 1 y la teon'a de perturbativa de YM es valida a bajas energias. Por 
otro lado, cs claro que gvAir, no pucdc scr fijado por Ig ^ 0, y por lo tanto no existe 
limite de desacoplamiento; este lieclio puede interpretarse como una manifestacion de 
la no renormalizabilidad de las teon'as de YM en dimensiones mayores que 4 [38]. Sin 
embargo, nosotros estamos interesados en la teoria tridimensional obtenida por debajo 
de la escala de compactificacion Ac = (47r^ Ri i?2)~2 ; el acoplamiento de t'Hooft a esta 
escala es 

Luego, siguiendo el argumento de Witten [3], la compactificacion deberia romper su- 
persimetria, dando masa a los fermiones y a los bosones a nivel arbol y a un loop, 
respectivamentc. Agrandando la escala de compactificacion, estos deberfan desacoplar- 
se dejando YM tridimensional en el Kmite [25] 



A 



2 



A3 > Aqcd ~ uo < — > — — ~ uo, (5.83) 

donde se ha tenido en cuenta (5.21). 

Usaremos la notacion usual que asigna a cada tipo de perturbacion la notacion dual 
de glueball correspondiente J^^ . El spin J, paridad P y conjugacion de carga C, son 
deducidos de los mimeros cuanticos de los operadorcs dc la teoria del borde al cual se 
acopla la perturbacion considerada. Los detalles se pueden encontrar en [73, 28]. 

En la secciones que siguen, calcularemos detalladamente el espectro correspondiente 
para cada tipo de perturbacion. 



5.6.1. Espectro de fluctuaciones dilatonicas: 0+"*" glue-balls 

En este caso, la ecuacion de tipo Schrodinger con energi'a cero a resolver corresponde 
al potencial 

1 1 6 g(l-a)a; ^{l-ai)x 
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La tabla muestra los valores 
para valores /9 = 0, P = ^ y P = 






TV 

6 


TV 

12 


7.59 


7.59 


4.80 


10.40 


10.40 


7.81 


13.08 


13.08 


10.19 


15.71 


15.71 


12.41 


18.30 


18.30 


14.56 



5.6.2. Espectro de fluctuaciones de RR 1-formas. 



Resulta directo verificar que la perturbacion obtenida cuando solo se enciende 7^+2 
es consistente para cualquier g 7^ D — 2, y esta gobernada per la ccuacion de Maxwell 
generalizada de (5.33). En particular, para D = 6 nos queda a\ del sector de RR^°. 

De la seccion 5, analizamos 

■ Polarizaciones longitudinales: glueballs 

Rcalizando los mismos pasos que en (5.40), obtenemos la forma de Schrodinger 
(5.42), con potcncial 

1/0 9 \ . „(l-a)a; ^ ^ {l-aj)x 

( ^ + ^ (3 + 2a,) + aA -M^ V.' 



V{x) 



5(a;)5-". 
(5.85) 






6 


12 


2.96 


4.06 


3.97 


5.55 


6.69 


6.67 


8.09 


9.25 


9.31 


10.61 


11.78 


11.94 


13.13 


14.30 


14.57 


15.64 


16.82 


17.18 






TT 

6 


TT 

12 


4.06 


2.96 


3.79 


6.69 


5.55 


6.45 


9.25 


8.09 


9.08 


11.78 


10.61 


11.70 


14.31 


13.12 


14.32 


16.83 


15.64 


16.93 



En la tabla de la izquierda, mostramos los valores de Mq-+ correspondientes a la perturbacion de 
la 1-forma longitudinal, polarizada a lo largo de la direccion caracterizada por ai. El parametro 
toma los valores siguientes: /3 = 0, P = % y P = j^ - ■^'^ tabla de la derecha, se muestran los 
valores obtenidos para la perturbacion longitudinal polarizada a lo largo de 02. En ambos casos 
d = 3. 

Polarizaciones transver sales: 1++ glueballs 



El potencial es 

= Ae2- + -(3 + 2a)e- + a2l -M^^^ + Vp/-^^ 

(5.86) 



^°Es importante notar que cstos calculos cstan realizados en la base local, y no en una base coordenada, 
por eso nuestras componentes tensoriales son diferentes de aquellas en [42] en factores de la metrica. 
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TV 

6 


TV 

12 


2.96 


2.96 


3.10 


5.55 


5.55 


5.82 


8.09 


8.09 


8.47 


10.61 


10.61 


11.10 


13.12 


13.12 


13.72 



La tabla muestra los valores dc Mi++ , correspondientes a la 1-forma perturbada transversalmente, para 
^ = 0, /3 = f y /5 = con d = 3. 



5.6.3. Espectros de Glueball de perturbaciones en la metrica 

Del ansatz para la metrica propuesto en la seccion 5, analizamos en d = 3, los 
siguientes casos: 

■ Polarizaciones transversas: 2++ glueballs 



El potencial 



1 1 2 e(i-")=^ 



4 4.g{xY g{x)l-'' 



Notemos que no hay degeneracion con el espectro del 0++ como si sucede en el 
caso cn'tico; este hecho es notado en [42] y es valido para todas las soluciones de 
nuestra familia. 






TT 

6 


7r 
12 


4.61 


4.61 


4.28 


6.69 


6.69 


7.00 


9.25 


9.25 


9.66 


11.79 


11.79 


12.31 


14.31 


14.3 


14.94 



En la tabla de arriba, mostramos los valores de M2++ , correspondientes a la perturbacion trans- 
versa de la metrica, con P = Q, P = ^ y P = j^. Todos ellos son calculados en d = 3. 



Polarizaciones longitudinales: 1 + glueballs 



El potencial es 



V{x) = -- ./^ - (5.88) 
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7r 
6 


7T 

12 


4.06 


5.00 


5.06 


6.69 


7.73 


7.88 


9.25 


10.34 


10.59 


11.79 


12.91 


13.25 


14.31 


15.45 


15.90 


16.83 


17.99 


18.54 






7T 

6 


7T 

12 


5.00 


4.06 


4.92 


7.73 


6.69 


7.70 


10.34 


9.25 


10.39 


12.91 


11.79 


13.051 


15.45 


14.31 


15.69 


17.99 


16.83 


18.33 



En la tabla de la izquierda, mostramos los valores Mi_+ correspondientes a la polarizacion lon- 
gitudinal de la metrica a lo largo de la direccion caracterizada por oi, para valores del parametro 
/3 = 0, l3 = ^ y l3 = En la tabla de la derecha, mostramos los valores de la polarizacion 
caracterizados por 02. En ambos casos, d = 3. 

Escalares: 0+''" glueballs 

El sistema (5.71) es tal que el elemento (5.72) del potential se reduce a 



m, 



m. 



m, 



V 

m 
(1) 

i 

(2) 



{x) 
(x) 
(x) 
{x) 
{x) 



1 1 

4 4fif(x)2 
2 



-,(1— a)x 



5f(x)2 

1 

g{xf 
2 



1 



g{xY--+ 
a , , 3a — 1 



e 

25 



2x 



{l + ai- 2a) + 



2a + a^-l _ Ap2a; 

5 25 



g{xY V 2 ^ ^ 5 



tti , 4aj + a, — 2a — 1 „ 
^(l + a,--2a) + ^ 



25 



(5.89) 






IT 

6 


TT 

12 


3.97 


3.97 


3.22 


6.67 


6.67 


6.36 


9.26 


9.26 


9.25 


11.81 


11.81 


12.04 


14.45 


14.45 


14.78 



La tabla muostra los valores de Mq++ , correspondiente a la perturbacion escalar de la metrica 
para /3 = 0, /3 = fy/3 = Y5) con d = 3. 

5.7. Espectros de Glueballs de las teorias de Yang-Mills en AD 

Aqui consideraremos supercuerdas no criticas tipo IIA en D = 8, en el fondo (5.1) 
de D6-branas negras. Tomaremos d = 4 direcciones equivalentes, y D — d — 1 = 3 como 
compactas y no equivalentes. Las ecuaciones de vmculos (5.2) son 

4a + ai + a2 + a3 = l , + ai^ + a2^ + aa^ = 1. (5.90) 
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El espacio que resuelve estos vmculos es una esfera 2-dimensional, como resulta claro 
de la solucion presentada aqui 




(5.91) 



donde 

x'^ + y'^ + z^ = 1 (5.92) 

y por tanto el espacio de parametros esta naturalmente caracterizado por dos parame- 
tros angulares y (f>- 



Estudiemos ahora el limite de desacoplamiento de la misma manera que hicimos en 
el caso de los modclos tridimensionalcs. La const ante dc Newton en 8 dimensiones es 
2 Kg^ ~ Is^ ds^- Luego, para desacoplar la torre de estados de cuerdas abiertas, asi como 
los estados de interaccion hulk-open y hulk-hulk^ es necesario tomar el limite de baja 
enegia — > 0. Nuevamente el problema se focaliza en lo que queda en el volumen 
de mundo de las D6-branas. Como ya dijeramos, el vacio no cn'tico preserva 2 2" = 16 
supercargas, y una D6-brana BPS embebida en el preservaxa 8 de estas, de manera 
similar a lo discutido on la seccion 5.7 a partir del conocimiento de que cl limite de baja 
energia de una D5-brana en el vacio del cigarro corresponde a una = (0, 1) super Yang 
Mills minima en 6 dimensiones [55]. De aqui podemos argumentar que nuestra familia 
es holografica en el UV a una CFT (desconocida) en 7 dimensiones, que corresponde al 
completamiento de la teorfa de YM cuyo acoplamiento a la escala Ag = Z^"^ es 

9YM,^ = ^-lJ'9s. (5.93) 

J-DQ 

El acoplamiento de t'Hooft a esa escala, y el acoplamiento efectivo adimensional a la 
escala E son 

Ay^ ^ 9YM.^ N^l/ ; A?^^(E)2 ^ X,' ^ (£) ^ ' ^^"^^^ 

de donde se siguen la validez dc la dcscripcion perturbativa en la region E « Ag 
y la auscncia dc un limite de desacople [38]. El acoplamiento de t'Hooft a la escala 
de compactificacion Ac = (Sn^ Ri R2 Ri)~ ^ de la teon'a cuadridimensional en la que 
estamos interesados es 



87r3 i?i i?2 -R3 
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Para hacer contacto con la teon'a de YM pura en cuatro dimensiones tenemos que tomar 
el limite de escaleo [3] [27], 



(Ac) '^''^°°> Aqcd ^ uo < — > 

A.— >-oo 



A, 



In — ~ I -I— 

Uo 



A. 



(5.96) 



donde B es el coeficiente de la funcion ^ a un loop definida por /3(A4) = i^d^X4,{fi) = 
-BX4^ + ... {B = ^ para YM SU{N) puro). 

No consideraremos perturbaciones del tipo At. 



5.7.1. Espectro de fluctuaciones dilatonicas: 0~^~^ glueballs 
La ecuacion tipo Schrodinger a resolver da el siguiente potencial 



V{x) 



1 



1 



+ 



4 4.g{x)^ 7 g{x 



3(1— a)x 



g{x)r- 



i=l 



^{l-ai)x 



(5.97) 



PI 


P2 


P3 


10.69 


11.15 


11.43 


13.80 


14.9(3 


15.17 


16.78 


18.4 


18.68 


19.68 


21.85 


22.08 


22.54 


25.18 


25.67 



La tabla muestra los valores para las masas Mq++ , correspondientes a las perturbaciones dilatonicas, 
en los puntos del espacio de parametros PI = (|, P2 = (f , ^) y P3 = (f , ^) del caso 

d = 4. 



5.7.2. Espectros de fluctuaciones de RR 1-formas 

Es directo verificar que las perturbaciones definidas prendiendo solo fq+2, para cual- 
quier q ^ p+i son consistentes, dando ccuacioncs dc Maxwell generalizadas. En parti- 
cular, para D = 6 tenemos solo ai del sector de RR^^. 

De las seccion 5, analizamos 

■ Polarizaciones longitudinales: glueballs 

Llevando a cabo los mismo pasos que en (5.40) obtenemos la forma de ecuacion 
de Schrodinger (5.41), con potencial 

(5.98) 

^^Trabajamos en base local, no en una base coordenada, y por lo tanto, nuestras componentes tenso- 
riales difieren de aquellas en [42] por factores de la metrica. 
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PI 


P2 


P3 




PI 


P2 


P3 




PI 


P2 


P3 


4.84 


5.36 


4.58 




AAA 


4.925 


5.26 




4.96 


4.96 


5.24 


7.G8 


8.25 


7.43 




7.2!) 


7.74 


8.12 




7.85 


7.85 


. 8.17 


10.46 


11.06 


10.20 




10.04 


10.47 


10.89 




10.66 


10.66 


11.00 


13.21 


13.84 


12.95 




12.75 


13.19 


13.62 




13.45 


13.45 


, 13.80 



En la tabla de la izquierda, mostramos los valores de las masas Mq-+ , correspondientes a la 
perturbacion longitudinal de la 1-forma polarizada a lo largo de la direccion caracterizada por 
ai. Los parametros toman valores llamados PI, P2 and P3, del espacio parametrico asociado 
con las soluciones en 4 dimcnsioncs. En la tabla del centre y de la derecha, mostramos estos 
valores para las polarizaciones longitudinales 02 and 03, respectivamente. 



Polarizaciones transversas: 1+"^ glueballs 



El potencial es 

V{x) = ^ 



45(x)2 \4Q 



25 



2x 



+ -(5 + 2a)e^ + a^ ) - M 



Jl-a)x 



9{x) 



□ {1— a,' )x 



g{x[ 



9 



(5.99) 



PI 


P2 


P3 


4.42 


4.31 


4.52 


7.31 


7.14 


7.44 


10.10 


9.89 


10.27 


12.86 


1260 


13.06 


15.61 


15.30 


15.83 



La tabla muestra los valores de Mi++ de las perturbaciones transversas de la 1-forma en los puntos 
PI, P2 y P3 del espacio de parametros correspondiente a d = 4. 



5.7.3. Espectros de Glueball de perturbaciones en la metrica 

Del ansatz propuesto para la metrica en la seccion 5 analizamos, en d = 4, los 
siguientes casos: 

■ Polarizaciones transversas: 2++ glueballs 
El potencial 

1 1 Jl-a)x 

Notemos que no hay degeneracion con el espectro 0'^'^ , como si sucede en el caso 
de cuerdas criticas, tal como es notado por [42], hecho que es valido para todas 
las soluciones de nuestra familia. 
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PI 


P2 


P3 


5.52 


5.40 


5.60 


8.45 


8.29 


8.55 


11.27 


11.07 


11.40 


14.05 


13.80 


14.21 


16.81 


16.52 


17.00 



valores corresponden a PI, P2 y P3, todos ellos calculados en d = 4. 



Polarizaciones longitudinales: 1 glueballs 



El potencial es 



V{x) 



1 
4 



(5.101) 



PI 


P2 


P3 




PI 


P2 


P3 




PI 


P2 


P3 


5.97 


6.39 


5.79 




5.54, 


5.96 


6.26 




6.14 


6.14 


6.36 


8.93 


9.42 


8.72 




8.41 


8.87 


9.23 




9.14 


9.14 


9.41 


11.76 


12.30 


11.54 




11.19 


11.66 


12.06 




12.00 


12.00 


12.31 


14.55 


15.12 


14.32 




13.92 


14.41 


14.82 




14.83 


14.83 


15.15 



En las tables de arriba mostramos los valores para Mi-+, de la perturbacion longitudinal de la 
metrica, a lo largo de 3 direcciones diferentes asociadas con ai, 02 y 03. Los valores corresponden 
a puntos del espacio de parametros que hemos denominado PI, P2, y P3 con d = 4. 

Escalares: glueballs 

El sistema (5.71) es tal que el elemento (5.72) del potencial se reduce a 



v{x) 
m{x) 
^'\x) 



m. 



(2)/ \ 

ml [x) 



niijix) = 



1 _ 1 
4 45(x)2 

4 



g(l-a)a; 



1-d+i 



g{xY 
1 

g{xY 
4 

g{xf 
1 

g{xY 



a) + 



-(1 

2 ^ 



2(1 + ^* 



5a 



(1 - a) + 



2a) + 

6ai - 



7 49 
4 a + aj — 



1 



7 
1 



7 



-(l + aj-2a) + ^ 



- - 
2 

49^ 
-2a 



49 

2x 



„2a; 



— - 



„1x 



49 



(5.102) 



PI 


P2 


P3 


6.44 


6.37 


6.50 


9.12 


9.00 


9.20 


11.62 


11.47 


11.72 


14.06 


13.87 


14.18 
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La tabla muestra los valores de Mq++, correspondientes a las perturbaciones escalares de la 
metrica para tres diferentes valores del espacio de parametros PI, P2, y P3 en d = 4. 

5.8. Resumen de resultados y discusion 

En este punto es interesante resaltar algunos aspectos que conciernen a los resultados 
obtenidos en el calculo de los espectros dc glucballs. Bien puede pensarse que el enfoque 
que hemos utilizado para el computo de los espectros es bastante indirecto, puesto que 
no proviene de una teon'a fenomenologica ni de una teoria fundamental, solo se motiva 
en la dualidad conjeturada entre teorias de gauge y teon'as de gravedad. Sin embargo, 
los resultados obtenidos muestran una gran concordancia con los valores esperados para 
estos espectros. Dichos valores no son predichos por QCD, ya que se trata de estados 
inalcanzables perturbativamente, pero aparecen de manera natural en Lattice QCD y 
se espera que realmente existan en la naturaleza. Aiin cuando estos estados no ban 
sido confirmados experimentalmente, el actual grado de confianza de la comunidad 
cienti'fica en los calculos de Lattice QCD hace que los glueballs, estados singletes de 
color, sean parte de la zoologi'a actualmente aceptada de QCD. En este apartado nos 
proponemos comparar los resultados obtenidos por nosotros, con los calculos de Lattice 
QCD en el Hmite de N grandc. Esto ultimo es fundamental ya que nuestro setup tiene 
sentido solo en este li'mite de N. La pregunta de si A'' = 3 es lo suficientemente grande 
como para esperar algun tipo de contacto con la realidad, puede responderse, al menos 
fenomenologicamente, teniendo en cuenta que los valores predichos por Lattice QCD 
para AT = 2, 3,4, 5 varian muy poco unos de otros ([74], [75]). Vale dccir entonces que 
es de esperar que la teorfa simplificada SU{N) en el Ifmite de t'Hooft, sea capaz de 
reproducir con scnsibilidad la ffsica dc glucballs. A modo de ejemplo, hemos calculado 
los espectros en dimension D = 3 y D = A. Si bien el interes central de estas teorias de 
gauge es describir QCD en el mundo real, D = 4, grande es el interes que despiertan 
estas teon'as de YM en dimensiones menores, por eso hemos realizado el calculo en 
D = 3. Cabe destacar, sin embargo, que mucha de la fenomenologia esperada en ambas 
dimensiones es la misma. 

Pascmos entonces al analisis de los resultados obtenidos. Es interesante notar que 
para d = 3, en nuestro caso, por cada perturbacion polarizada longitudinalmente existen 
dos contribuciones diferentes, una asociada con la direccion caracterizada por ai y 
la otra con la direccion caracterizada por 02- Estas contribuciones no son modos de 
Kaluza-Klein, sino que son consecuencia de polarizaciones a lo largo de dos direcciones 
compactas no equivalcntcs. Es por esto que nuestro espectro posee el doblc dc estados 
y 1 que aquel hallado en [42]. Estos modos cn general estan desdoblados y 
no contribuyen con una degeneracion superior, excepto para valores particulares del 
parametro p. En general, estos estan separados ligeramente en los valores de sus masas, 
como consecuencia del vinculo (5.2) (Figura (5.2)). 

Aiin cuando esperabamos ser capaces de reproducir a la perfeccion el espectro ob- 
tenido por [42] (a menos de los desdoblamientos) , cuando nuestro parametro /3 toma el 
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Glueball spectra (y3=0) 
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Figura 5.2: El grafico muestra el espectro de glueballs normalizado por la masa mas 
baja del O"*""*", en d = 3 para (3 = 0. 

valor /3 = 7r/6 tal cosa no sucede. Esto se debe a que nuestro espectro difiere del encon- 
trado en [42] en los autovalores mas bajos de los estados 0^+ asociados a la perturbacion 
metrica. En nuestro caso, la concordancia entre los valores obtenidos en forma numerica 
y a traves de WKB, es muy buena, no siendo este el caso para [42]. Es por este motivo 
que creemos que el valor correcto para el estado mas bajo del 0^"'" es el obtenido por 
nosotros. A continuacion, se muestra en el grafico de la Figura 5.3, el espectro obtenido 
por [42] y nuestro espectro, ambos normalizados por el autovalor mas bajo del 0+^ 
respectivo. En el grafico de la Figura 5.4 los mismos dos espectros, pero ahora ambos 
normalizados por el valor mas bajo obtenido por nosotros. El acuerdo entre ambos 
espectros es absoluto. 



Glueballs /3=t:/6 and KS normalized by {0^^)fj^n/6 and (0++)ks 
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Figura 5.3: En este grafico se comparan los espectros obtenidos por Kuperstein y Son- 
nenschein [42] (@) y nuestro caso /3 = f (A), cada uno normalizado por su correspon- 
diente 0"*"^ mas bajo. En principio, estos dos espectros deberfan ser iguales, a menos de 
los desdoblamientos en y en 1 ^ . 

Es importante notar aqui que la forma cualitativa esperada para el espectro de glue- 
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Glueballs fi=7T/6 and KS nomalized by {0'^^)fi^,r/6 
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Figura 5.4: En este grafico se comparan los espectros obtenidos por Kuperstein y Son- 
nenschein [42] (fl) y nuestro caso /5 = f (A), ambos normalizados por nuestro valor 0"''"'' 
mas bajo. El acuerdo entre ambos espectros es muy bueno, a menos de los desdobla- 
mientos en y en 1 ^ . 

Glueballs y3=;r/6 and Lattice QCD (Taper) 
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Figura 5.5: En este grafico comparamos el espectro obtenido por nosotros para (3 = tt/6 
(A) con el espectro obtenido en Lattice QCD (ji) para d = 3 por Teper ([74]) . 



balls no es exactamente la que observamos para los valores del parametro /3 mostrados 
en los graficos anteriores. En general es ampliamente asumido, y en algunos casos ve- 
rificado en el caculo de Lattice QCD, que el glueball de menor masa corresponde al 
operador 0^^. Esto claramente no es lo que sucede con nuestro espectro en los graficos 
que se muestran en las Figuras 5.2, 5.3 y 5.4. Sin embargo, debido a la libertad en la 
eleccion del parametro /3, es posible ajustar el mismo para obtener un mejor acuerdo 
con el espectro esperado. 

Si bien durante el transcurso de esta tesis no hemos realizado una exploracion sistemati- 
ca del sector confinante del espacio parametrizado por /?, se puede obervar, por simple 
inspeccion, que algunos valores del parametro acuerdan mejor con los valores obtenido 
en el calculo de Lattice QCD ([74])(Ver Figura 5.6). 
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Glueballs I3=7il\2 and Lattice QCD (Teper) 
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Figura 5.6: En este grafico comparamos el espectro obtenido por nosotros para (3 
7r/12 (v) con el espectro obtenido en Lattice QCD ((J) para d = 3 por Teper ([74]). 



Por ultimo, es interesante notar que para el mismo valor de /3 para el cual el espectro 
obtenido sc parcce mas al esperado, en cuanto a los cocientes relativos entre las masas 
de los distintos glueballs, simultaneamente el desdoblamiento de estados debido a las 
polarizaciones longitudinales se hace cada vez mas pequeno (creemos que un valor mas 
precise de /3 podn'a hacer desaparecer tal desdoblamiento dejando un espectro degene- 
rado). De esta manera, el espectro resulta cualitativamente y cuantitativamente mas 
parccido aun al prcdicho por Lattice QCD. 

En el caso d = A (Figura 5.7), nuestras soluciones poseen 3 direcciones compactas no 
equivalentes, y por lo tanto, 3 estados con los mismos numcros cuanticos pero difcrcntes 
masas. Como en el caso anterior, las polarizaciones longitudinales se ven desdobladas 
como consecuencia de la libertad de polarizar a lo largo de las 3 direcciones no equiva- 
lentes. Nuevamente, la libertad en la eleccion de los parametros (ahora son dos), nos da 
la posibilidad de obtener diferentes espectros dependiendo de la eleccion de los mismos. 
Como ya mencionamos, no ha sido la intencion de este trabajo realizar una biisqueda 
sistematica de los parametros que mejor ajustan cl espectro dcseado. Sin embargo, a 
pesar de la dificultad que implica el calculo del espectro completo y la complejidad 
de estudiar el espacio de parametros bidimensional, creemos que es posible hallar un 
punto en dicho espacio que de lugar a un mejor ajuste entre los datos de Lattice QCD 
y nuestro espectro (ver Figura (5.8)). 

Por otro lado, es muy importante notar que todas nuestras soluciones llevan a un 
problcma y a un espectro resultantc bicn dcfinidos, aun cuando rcsultan singulares en el 
IR. Es como si algiin mecanismo, que actiia de manera natural, impidiera que la fisica 
del borde este relacionada con excitaciones en el IR profundo. Ciertamente esto es lo 
que sucede cuando estudiamos en la seccion 5.3 los lazos de Wilson, donde la cuerda 
amarrada a los quarks no dinamicos solo podi'a penetrar hasta un valor u = Uc con 
Uc > uo- Mas aiin, ambas familias (5.1) y (C.l) llevan exactamente al mismo espectro, 
tal como se muestra en (C), hecho que se podi'a ya anticipar por argumentos de T- 
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Glueball spectra (e=jil2 , (/>=47t/3) 
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Figura 5.7: El grafico muestra el espectro de glueballs para d = 4 normalizado por 
el valor mas bajo O"*""*" para el punto del espacio de parametros denominado P2, que 
corresponde a0 = |y/3 = ^. 

Glueballs PI, P2, P3, and Lattice normalized by 0++ 
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Figura 5.8: En el grafico se muestra el espectro de glueballs para d = 4, calculado en 
tres puntos diferentes del espacio de parametros P1(0! P2(A), P3((J) y se lo compara 
con el espectro obtenido en Lattice QCD (^) por Morningstar and Peardon [75]. 



dualidad. Sin embargo, resulta llamativo que mientras la aproximacion de cuerdas para 
toda la familia de soluciones con dilaton constante resulta bajo control en el Hmite de 
N grande, la familia T-dual a esta aparece como restringida a la region < debido 
a que la constante de acoplamiento de cuerdas efectiva gg = explota en la region 
infrarroja u — t- uq^ . Esto es una serial mas de la irrelevancia de la singularidad de la 
solucion en la fisica del borde. Estos hechos han sido ya notados en la referenda [76] 
(ver [77] para un resumen), este comportamiento de las singularidades de las soluciones, 
que impide que la fi'sica del borde sea captada por excitaciones en la region singular, es 
comiin en las singularidades Uamadas repulsivas. 

Finalmente, creemos que es posible que existan soluciones exactas que se aproximen 
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a las nuestras en el UV, pero que sean regulares en el IR, aiin al nivel de accion efectiva 

de baja encrgfa, es decir, a traves dc una posible dependencia no trivial en 9. Esto sucede 
con el fondo de Klcbanov-Tseytlin [58], cl cual prcscnta una singularidad dcsnuda que 
resulta regularizada por la solucion de Klebanov-Strassler [60], pero que modifica su 
espectro de forma suave. 
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Capitulo 6 



Conclusiones 



En esta tesis, hemos abordado el problema del estudio de la accion efectiva de ba- 
ja energi'a de las teon'as de cuerdas no cn'ticas y sus soluciones. A diferencia de otros 
trabajos previos, en los que las soluciones son encontradas a traves de un conjunto de 
ecuaciones BPS derivadas de un superpotencial, hemes preferido cncarar el problema 
directamcntc, rcsolvicndo dc mancra sistcmatica cl conjunto complcto dc ecuaciones de 
segundo orden fuertemente acoplado correspondiente a las ecuaciones de movimiento. 
Dada la complejidad de dichas ecuaciones, este problema no es nada trivial. Sin em- 
bargo, hemos podido obtener soluciones a dichas ecuaciones en diferentes contextos, 
llegando en algunos casos a agotar todas las posibles soluciones. En particular, como 
ya comentaramos en la discusion del capitulo 4, hemos encontrado todas las posibles 
soluciones de vaci'o, y por supuesto entre ellas hemos recuperado las previamente cono- 
cidas en la literatura. Resulta interesante remarcar que es posible que algunas de ellas 
tambien se comporten como CFT exactas, y solo reciban correcciones menores que no 
modifiquen sustancialmente sus caracteristicas ^ . De manera similar, tambien hemos 
agotado el problema de hallar soluciones cargadas frente a campos de NSNS que llenan 
todo Minkowski, que en el caso de objetos unidimensionales, representarfan cuerdas 
fundamentales. Hemos encontrado, ademas, la solucion intcrprctablc como una cucrda 
fundamental doblemente localizada en el tip del cigarro y en el origen del espacio piano 
^ . Por otro lado, encontramos tambien la que corresponderia a una cuerda fundamental 
en el vacio del dilaton lineal, entre varias otras soluciones. Por ultimo, tambien en el 
capitulo 4, encontramos familias de soluciones de fondos cargados RR que pueden ser 
interpretados como near horizon de Dp-branas en el vacio del dilaton lineal, y tales 
que sus T-dualcs son familias dc dilaton constante e incluyen de manera particular la 
solucion encontrada previamente por Kuperstein y Sonnenschein en [4]. 

En el Capitulo 5 hemos estudiado, via la dualidad gauge/gravedad, el posible com- 
portamiento de teorias de gauge duales a una generalizacion de esta familia de soluciones 
cargadas frente a RR con dilaton constante. En particular, hemos abordado el estudio 
de los lazos de Wilson en estas teon'as de gauge a traves de su prescripcion dual y hemos 
sido capaces de determinar la condicion de confinamiento, en terminos de condiciones 

^Esta es una interesante hipotesis que podria ser abordada en un future trabajo 
^Esta es una de las pocas soluciones doblemente localizadas que se conocen 
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sobre el espacio de parametros que caracterizan nuestra familia. En estas condiciones 
hemos emprendido el cstudio del espectro de glueballs de estas teorias de gauge, que co- 
mo se sabc, son los grados dc libcrtad dominantes a grandcs valorcs de N (regimen en el 
cual nuestro estudio es estrictamente valido) . A traves de la identificacion de los grados 
de libertad de gravedad con los de operadores de la teon'a de gauge, hemos obtenido 
tal espectro resolviendo ecuaciones diferenciales acopladas de segundo orden de mane- 
ra numerica. Durante el transcurso de estos estudios, tambien hemos calculado estos 
espectros en la aproximacion WKB, pero dado que el acuerdo entre ambos calculos es 
total, por prolijidad en la presentacion solo hemos mostrado los resultados numericos. 
Es importante destacar que el acuerdo logrado con el calculo de Laticce QCD es muy 
bueno, teniendo en cuenta que se tratan de dos enfoques totalmente diferentes, y que 
los datos obtenidos pertenecerfan a regimenes opuestos de la constante de acoplamiento 
de la teon'a de gauge bajo estudio. El acuerdo es mejor en el caso de YM en D = 3 que 
en D = 4. Esto posiblemente se deba a que no hemos hecho un estudio sistematico de 
los valores de los parametros que mejor ajustan si no que, a modo ilustrativo, hemos 
buscado, a prueba y error, puntos diferentes del espacio dc parametros ajustando lo 
mejor posible el espectro deseado. En el caso de D = 3, c\ espacio de parametros es 
unidimensional por lo que buscar a mano un valor que ajuste aceptablemente es mas 
sencillo que en el caso de D = 4, en el que el espacio de parametros es bidimensional. 
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Apendice A 
Algunas formulas utiles I 



Aqui recolectamos algunas propiedades utiles relacionadas al ansatz asumido para 
los campos en la seccion 4.4, 

Ap+i = dx^ A--- AdxP E{p) 

$ = (A.l) 

donde x es un vector p dimensional, y dondc hcmos introducido los vielbein y los 
campos vectoriales duales e^, ejn{oj'^) = S^^, definidos por 



co^ = A{p) dx^ , eo = A{p)-^ do 

u)^ = A{p) dx^ , ei = A{pY^ di , / = l,...,p 



a;f+i = C{p)dp , e^+i = C{p)-^ d, 



(A.2) 



UJ' 



= c{p)dz , ep+2 = C{p)-^d, 

A.l. Conexiones 

Come es usual, las conexiones uj'^n quedan completamente determinadas por las 
condiciones de 

■ Torsion nula: dw" + A = 

■ Metricidad: ^^mn = r}mpi^^n = -^nm- 
Del calculo directo de los coeficientes oi^nh 

dc^- = ia™„,a;»Aw^ , a'",; = -a'";^ (A.3) 

obtenemos las conexiones en la siguiente forma, 

Aqui resumimos todas las conexiones no nulas asociaxdas con la metrica (A.l), 

dpluA 

wop+i = — Wo = ep+i(lnA) Wo 
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— ujj = ep+i(lnA) oji 

dplnC ~ 
^ — = —ep+i{mu) 



(A.5) 



A. 2. Derivadas covairiantes 

En esta seccion, presentamos todas las derivadas covariantes de interes relacionadas 
con las conexiones mostradas arriba. Por definicion, 



snm -^s 



Ya que todas nuestras dependencias son a travcs dc funciones escalares de p, cs suficiente 
conocer solo algunas de ellas. Sea (pip) una funcion escalar arbitraria de p; luego se 
obtienen las siguientes derivadas no nulas (se asume contraccion de indices), 



DiDj{(t> 
Dp+i\^, 



D. 



p+2 



ep+i(0) = -^dpcf) 

dphvA dp(j) 
5ij ep+i{lnA) ep+i{(p) 
9, + dplnC dp 

^ dplnC dpcf) 



On 



do ( ^^1^ tp dp(j) 



1 



C2 



donde Fx = AApCC , ec = dx° Adx^ A ■ ■ ■ A dxP A dp AdO Fi . 



(A.6) 



A. 3. Tensor de curvatura 



Por definicion, 

3^mn = duJmn "I" ^mp 

Del calculo resulta que. 



AcoPr. 



mnpq 



ojPAujI 



^Op+2 



Do'^{lnA) ujqAuji 



1 

1 

3 
-n 



Dp+i'{A) Wo Awp+i 

Dp+i^{A) uji Aujp+i 



•p+i(lnA)2 uiAuj 
-^-Dp+2^(^) Wo A a;p+2 



(A.7) 
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= — -^-Dp+i^(C') Wp+i A a;p+2 (A-8) 

A. 4. Tensor de Ricci y escalar de Ricci 

De (A.8), se obtienen las siguientes componentes del tensor de Ricci Rmn = ^^mpn, 

Roo = D\lnA) 
Rij = -D\\nA)Sij 

A ^ A C C 

1 Fi 

Rp+2p+2 = -D\\nC) (A.9) 
La curvatura escalar resulta, 

R = - (^^^ - D{ln Af -pD(\nAf-D{\nCf- L»(ln C)^ 

- 2D2(lnFi) + D(lnFi)2 (A.IO) 



A. 5. Tensor intesidad de campo 

A partir del ansatz (4.46) para las (p + l)-formas sc obticnc, 

Fp+2 = dx'^ A--- AdxP dpE{p) 



{AAPCy 

La contribucion de gauge al tensor intensidad de campo resulta, 

^ (AApc) 

-'p+ip+i - ^ — 7 — : — r2 y^p^i 

" (AApC\ 

Tp\2p^2 = / , .2 id,Ef (A.12) 

* (AApc) 
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A. 6. Las ecuaciones de movimiento 



Utilizando los resultados anteriores para el calculo del tensor de Ricci, el tensor 
intensidad de campo, etc., las ecuaciones de movimiento (4.44) para el ansatz (4.46) 
pueden ser reescritas de la siguiente manera, 



74-equation 



A-equation 



C-equation 



e^^D{e-^^D{\nA)) = ^— ^ {dpEf (A.13) 



2-h p(''p+2)* 

e2*L>(e-2*D(lni)) = ^— ^ {dpEf (A.14) 



- e^-Dje-^-DjlnC)) = - ^^^^^^^^ + ^^-^^^^ 

A A C C 

- 2i^,^,^($)-i,a,lnC5,ln(5ie--j-^^|^ (A.15) 



(7-equation 



9 -L ?, -=(6p+2)* 

-e2*i^(e-2*L»(lnC')) = {d.Ef (A.16) 



^-equation 



e'^D{e-'^D{lne-'^)) = A^ - (p+ 1) 1-^ (d.Ef (A.17) 

E-equation 



-D 



En la ultima ecuacion, la correspondiente a E, hemos usado la siguiente relacion, 

*Fp+2 = i-r ^ dpE dz (A.19) 
y hemos supuesto una fuente de forma Qp Jp+i, con 

V-detG AAP 



Jf_r^ = -^^ = ^ Jp+, = -6l^u^^A---AuP (A.20) 



donde usamos G para referirnos a la mctrica del espacio donde la p-brana plana es 
localizada. 
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Apendice B 



Formulas utiles II 



En este apendice, resumimos convenciones y formulas relevantes para los calculos 
presentados en el capftulo 5 de esta tesis. A menos que sea especificado expli'citamente, 
trabajaremos en la base local con indices A,B,C, - ■ ■ = 0,1, . . . , D — 1. 

Consideremos una metrica de la forma, 

G = r}AB OJ^ oj^ = riab uj" uj^ + u'''^ , a,b = 0,1, D - 2 (B.l) 

donde los vielbein uj^, los vectores duales ca, 6^(0;^) = 5^ , y el elemento de volumen 
son, 

OJ" = Aa{u)dx'' , ea = Aa{uy^da 

= C{u)du , en = C{u)-^du 
ea = a;°A---Au;" = dx°A--- Adx-^-^AduFi , Fi = JJ ^„ C7 (B.2) 

a 

Reescribiremos nuevamente algunas formulas del apendice anterior y otras nuevas 
en estas coordenadas. Las conexiones pseudo-riemmanianas, loab = —<^BA ■ 
oj'^B Alo^ = son, 



= p„ I In 

c 

a ^ 

Las derivadas covariantes sobre un escalar (f>{x, u) son, 



O-a = en(ln Aa) , (7 = ^ (7a = e„ (in ^ ) (B.3) 





= eA{<i)) 


, 




= eaCbicf)) + 


CTa en{(t>) Vab 


DaDn{(t>) 


= eaenicj)) - 




DnDaicp) 


= enea{(f>) = 


DaDn{(t>) 




= en\^) 




D\<t>) 


= e"ea(0) + 





+ -B^u\T^^u(t>] (B.4) 



A„2 ' E^"VC2 



con a definido en (B.3). 
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Las derivadas covariantes relevantes de la 1-forma son A = Aa{x,u)uj^ son, 

n Vab 

DnAa = ^n{Aa) 

Da An = ea{An) (Ta Aa 

DnAn = en{An) 

DcDaAb = ecCaiAb) + a,, en{Ab) Aa rjcb + 0-6 (ec(^n) Vab + ea(^n) Vcb) 

DnDaAb = {Ab) +e„(cra An)riab 

DaDnAb = CaCniAb) - aa ea(A) + CTb (en(^n) - 0"6 An) T^ab 

DnDnAb = en^{Ab) 

DcDaAn = Gc&ai^An) (Ta ^c{,Aa) CFc Ca(^c) + (en(^n) Ca An) Tjac 

DnDaAn = en&a{An) — Cni^a Aa) 

DaDnAn = CaGniAn) ~ O^a (Ca(^n) + C^(^o) ^^a Aa) 

DnDnAn = e„2(A„) (B.5) 

Las derivadas covariantes relevantes sobre un 2-tensor simetrico h = hAB{x,u) co^ oj^ 
son, 

Dchab = edhab) + CTc {ijac hn + Vbc Kn) 
Dchan ~ ^cihan) "I" ^^c ijlac hnn hac) 
Dchnn ~ ^c{hnn) ^(^chcn 

DnhAB = enihAs) , y A, B 

DdDchab = edecihab)+(Tc(Tdiillbc'nad + 11ac'nbd)hnn-11adhbc-11bdhac) 

+ 0"c iVcd Gnihab) + Vac Gdihn) + Vbc ^dQlan) + f^d {Vad edhn) + Vbd edhan)) 

DnDchab = enCdhab) + Vac eni^c hn) + Vbc e-nicFc han) 

DcDnhab = ecCnihab) + CTc (Vac en{hn) + Vbc ^nihan) - ^dhab)) - {Vac hn + Vbc han) 

DdDchan = ededhan) - C^c <^d iVac hdn + 2 Vad hen) + O^c iVac ed{hnn) - ed{hac)) 

+ 0"d iVadedhnn) " edhad) + ^dVcd i^nihan) (^chan) 

DnD^han ~ Snedhan) ~l~ Vac eni^^a hnn) e,f{^CJ(, hfi(-) 

DcDnhan — ec&nihan) ~\~ (^c {Vac^nihnn) ^-n^hac) Cc(/lQ,n)) <7c {Vachnn had) 

DdDchnn = edsdhnn) -^GcCTd {Vcd hnn - hd) + <^c Vcd ^nK'^nn) 

- 2 (C7c e<i (/icn ) + CTrf edhdn ) ) 

DnDchnn ~ enedhnn) '^en(achcn) 

DcDnhnn ~ ece^nihnn) (edhnn) ~\~ 2 (e-nihcn) (^chcn)) 

DnDnhAB = en^hAB) , ^ A, B (B.6) 

El tensor de curvatura ^ab = douAB + i^AC A oj^ b es, 

^ab = -CTa CTb UJa A CJft 

^an = --ren\Aa)UaAuJn (B.7) 



Aa 

y el tensor de Ricci y el escalar de Ricci son, 

Rab = -D\lnAa)Vab 
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■nn 



R = -2D^L^\+a'-Y,^^ (B.8) 



B.l. Calculo del tensor Aab 

Cuando se tienen en cuenta las perturbaciones de la metrica, el siguiente 2-tensor 
aparece naturalmente, 

AAB{h) = DaDbH^ + D^hAB - D^DAhcB - D^DBhAC- (B.9) 
Con ayuda de (B.6) obtenemos las expresiones, 

Aah{h) = e^CAihab) + eaCbih'^) - eaen{hbn) - ebCnihan) - e^eaihc) - e^Cbihac) 

+ a Cnihab) + {enicTa + (Tb) + (T ((7a + (Tb) - ((7a - abf) hab 

+ (2 aa - (Tb - Cr) (iaihbn) + (2 (7fe - (7a - (t) eb{han) 

+ r/afe (-2 (e„((7a) + (7(7a) /l„„ + (7a {en{K) - e„(/l„n) - 2 C^ihcn)) 

Aan{h) = e'^edhan) - e^enihac) - e'^eaihcn) + e„ea(/lc) + 2 (e„((7a) + (7(7a) /lan 

- {cr - (7a) CaiKn) + ((7a " O^c) e''(/lac) + -^c ea(/lc) 

^nn(/i) = e^edKn) - <7 CniKn) - 2 e''e„(/ic„) - 2(7ce'=(/icn) + en^(/ic) + 2o-cen(/ic) 

(B.IO) 



Bajo la transformacion de gauge (5.30), 

Aab{Seh) = (e„((7a) + (7 (7a + e„((7b) + (7 (7;,) (5e/la6 + 2 e„ (en((7a) + (7 (7a) £„ T/ab 
+ (en(<7"6) + O- 0-6 - e„((7a) - (7 (7a) (ea(e6) - eb{ea)) 

Aan{Seh) = 2 (e„((7a) + (7 (7a) (5e/lan + 2 (e„((7c) + (7c^) - e„((7a) - (7 ea(e„) 

-4nn(<5eM = 2 ^ (en((7c) + (7c^) (5e/l„n + 2 (e„((7c) + (7c^) ^ e„ (B.H) 

B.2. Una derivacion corta de las soluciones 

Esbozaremos aqui la familia de soluciones (5.1) consideradas. Supongamos un ansatz 
para la metrica de la forma (B.l), junto con, 

$(n) = $ = constant 
Fd = {-)''QD-2eG ^ *Fd = {-f-^ Qd-2 (B.12) 



El tensor intensidad de campo en (B.12) Ueva a, 

Fi 



{Fnf AB = {FdT VAB , iFny = -{^^4^X (B-13) 
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Las ecuaciones de movimiento en el string frame resultan (consideraremos D-branas, 
bD-2 = 0), 

Rab = ^e^* {Fof rjAB 

d{*FD) = i-)^ Qd-2 * Jd-1 , Qd-2 = 2kd^hd-2 (B.14) 

donde kd^ = SttGd es la constante de acoplamiento gravitatorio y ij,d-2 la tension de 
la D(D — 2)-brana. Las ultimas dos ecuaciones pueden ser resueltas per, 

CenjE) _ 4 

-Qd-2 , e - — 2 (^-15) 

mientras que las ecuaciones para la metrica se reducen a, 

D^(lnAa) = e„(c7a) + (7 CTa = — , Vo 

J2 (enM + ^a^) = ^ (B.16) 
a 

Siguiendo los pasos del capi'tulo 4, la solucion general a (B.16) pucde ser escrita como, 

Aaiu) = louf{u)'f ■ Ciu) = lou-'fiu)--2 (B.17) 
con /(n) como en (5.1), y el vinculo (5.2) sobre los exponentes. 
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Apendice C 

Las fluctuaciones en las soluciones T-duales 



C.l. La familia de soluciones 

La familia de soluciones (en el string frame) obtenida haciendo una T-dualidad en 
la coordenada x^~'^— resulta, 

^,,2 J/92 



e = r— ; jiu^ " 



2 



ZTTUi ZTT 

(C.l) 



/W = l-(^)''"' (C.2) 



donde = 0, 1, . . . , — 3 , la coordenada ^ es 2 yr-periodica, y 

Las escalas uq y ui son arbitrarias, y los exponentes cumplen, 

^a^ + ao = l , ^a^^ + 00^ = 1 (C.3) 

Near horizon de D(D-3)-branas sobre un fondo de dilaton lineal 
Las siguientes son algunas relaciones utiles, 

e„((Te) + (Tae = -;d(D^ 
^ I , ^ 2^ _i_ $ 4 (D - 2) 2 

^2 i^-2 2^^# , 4(I)-2) 2 



A2 ^ 
en^($) + (7e„($) = -— 
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C.2. Las ecuaciones para, las fluctuaciones en el e-frame 



Dado que el sistema es lineal, resulta que (L£(G), Lg($), Le(ylg)) es solucion para 
todo e, la solucion puro gauge. A diferencia de las teon'as de gravedad ordinarias o 
de gauge, donde las transformaciones no son lineales, en nuestro caso es posible defi- 
nir explicitamente cantidades invariantcs dc gauge, y expresar las ecuaciones para las 
perturbaciones (5.26) en terminos de estas, dc manera manifiestamente invariante de 
gauge. En efecto, para las familias que nos intcrcsan podemos hacerlo de la siguiente 
manera. Primero, nos restringiremos a las fluctuaciones tales que, 

fD-i = xFD-i , 'x = X + Dae^ + ^^'^een (C.5) 

Por consistencia con las identidades de Bianclii, se debe satisfacer que x debe ser inde- 
pendiente de 9, y por consiguiente lo ser an todas las fluctuaciones; la transformacion 
de gauge para % se sigue de (5.30). En segundo lugar, siguiendo (5.49) introducimos los 
campos {g, ga, lab, I^j Ix) la siguiente manera, 

hnn = ^en{g) , S^g = Cn 

Kn = Aa Cn (^^^ + ea{g) , S^ga = (^a 

Kb = lab + da (gb) + e6(5'a) + 2 TJab (Ta 9 , ^Jab = 

D - 2 



X = I^ + ei'{g^) + en{g)+{a + ^-^a^ g , 5J^ = {) 



(C.6) 



donde las transformaciones de gauge se siguen de (5.30). En terminos de estas variables 
(B.IO) se escriben como, 

Aab{h) = A^2il) + 2 (e„(o-fe) + a a^) ea{gb) + 2 {en{cra) + crcFa) eb{ga) 

+ 2 IJab (Cn (en(o-„) + (7 (Ja) + 2 fJa (e„(fTa) + CT ffa)) g 

A^'^(/) = e^CAilab) + eaebilc) - eaC^hc) - ebe^'ilac) + en{Iab) 

+ (en(o-o + O-fe) + cr (cTa + (Tb) - {Oa - Obf) hb + ^ab <^a Cn (-^c) 

Aan{h) = A^ilil) + 2 (e„((T„) + aaa) (e„(c/a) - (^a5a) + 2 ^ (en((Tc) + (Jc^) ea{g) 

c 

4;)(/) = -e'enihc) + eacMt) + (^a - ^c) {e\Iac) - ea{I^)) 

Ann{h) = ^« (/) + 4 (en((^c) + (^c^) en{g) + 2 e„ (e„(ac) + a^^)^ g 

A«(/) = e„2(/^-) + 2aIe„(4^) ' (C.7) 

Usando estas expresiones, las ecuaciones (5.26) en nuestros fondos resultan, 

= e^eA(V) + e^e,,(7^) - e^e''(i',,c) - e,.e^(I^c) + e„(7^,,) 

g 

= -e^e„(I^c) + e„en{Ic) + (f^^ - c^c) {e''{I^^c) - e^(-fc)) + -^3^ <7e e^ih) 
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8 4 / 1 -D^ 3 -D + 4 \ 

= e^eA(/ee) + <Te„(/ee) + cTee„(7,^) + -^e^* (^/^--//^ _____ J 

= e^eA(V) + fTe„(/^e) - e^e"(/ce) + ( - (a^ - aef j 1^9 

= e*" (e„(/c0) + (fJc - fTg) Ice) 

= e^CAik) +<^en{h) + 2{D~- 4) ^"(^^'^ 

+ A^'eo-a -/^ + -7'fH — It] 

D V 2 (L>-2)2 V 

= -e-''*iP^(e"«*(/,+2Ui..A+iB) ' 'Z/^-S (C.8) 
h-equations 



4 



. — * 2A2 ^ 8A2 

2A2 8 . _ 



4 



, ^<j> 2A2 ^ 16 8A2 ^ 

^nnWe = -^—^ - ^ e e„($)e„(e) + ^^— 

_ 2(£»-4) 2, I 8p2- 37^ + 4) 4 , - 

Aa,We-^* = -l|^^A2/,,,-^e-i5^*ea($)e,(0 , h^O 

(C.9) 

^-equation 



a£)_2 -equation 

Obtenemos una ecuacion con {D — 2) indices antisimetricos, que Ueva a las siguientes 
ecuaciones 

= e„(^^v) , V/i 

= ea(2I^-I^ + ^{Iji-Iee)^ , Va (C.ll) 



con solucion, 



V = , V/x 
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Ix = ^h + liljl-Iee). (C.12) 
Introduciendo estos valores en (C.8) obtenemos el siguiente sistema, 

+ Vnu (^n e„ (4 ) - _ r]^veo-2 

= en^{l0e) +aen{Iee) + ePep{Iee) + cfq en{Ic) 
, 8A2 /(£»-!)(£» -4) ^ 1 ^ 

^ D \ ^ 2' 

g 



(C.13) 

Ahora introducimos los modos en los mementos, 

V = X^-Me'^" ; Iee = Xe{n)e'P-'' ; I^ = xd^)e'P-^ (C.14) 
donde p ■ x = ppx'^ . Con la definicion = , obtenemos el sistema en la forma, 



= e„ (xt^u) + o- eniXfiu) - [p^ Pp + {(Tf^ - a^) j Xtiv + PfiP'' Xvp + Vvf Xmp 

- Vv (Xp + Xe) + -^ixv cyp. en (x^ + Xe) - (^^^2^ '^'"^ * ^« 
= e„2(xe) + (Ten(xe) - (p'^Pp + ^ XB + (^0 e„(x^ + xe) 



8{D-l)iD-4) 
^ D{D-2Y 



2/ N / N /~2 ^^-6£' + 4,2 \ D-2 . „ 

= en\xd + ^^n{xd-\P + ^p_2) ^^^-^ XgJ + ^^^_^^ ^een(x^ + Xe) 

Q = P^ {enixp + xe) + {(^p - (^ix) Xp + {(^e - <^ix) xe + -^ZTl ^5 

- pP (en(X/.p) + {Pp - ^tx) Xnp) 

16 8 A^ 4 

= e„^(x^ + xe) + 2o-pen(xP + +2c70e„(x(?) + -^3^cree„(xc)--^^3^e"E^*X? 

(C.15) 

Notamos que nos hemos quedado con las incognitas {XtJ,viXee-,Xi)i cuyos sistemas de 
ecuaciones diferenciales de segundo orden acopladas estan dados por las primeras tres 
ecuaciones; las ultimas dos, deben actuar como vmculos. 
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C.3. Modelos holograficos de teorias de Yang-Mills (i-dimensionales 



Tomemos, de entre las coordenadas x'^, d coordenadas no compactas equivalentes 
x", a = 0, 1, . . . , c?— 1, y D—d—2 compactas y no equivalentes r*,z = 1, . . . D—d—2,Ti = 
Ti + 2iT Ri- Llamaremos con~a las cantidades asociadas con las direcciones no compactas 
{Aa = A , Qa = a , aa = d' , etc). La metrica y los vmculos (5.2) son, 

lo-'G = u'(f{ufn,.dx^dx'' + ^f{urdrA+4^,+ui'^^^ 

da + + a^i = 1 , da^ + + a^i^ = 1 (C.16) 

i i 

Enfatizamos que D — d—2 exponentes quedan libres. 

C.4. Metrica: fluctuaciones transversales 

Corresponden a tomar el ansatz, 

Xafiiu) = ec,^{p) X{u) ; e° = 0,ea^p^ = (C.17) 
y el resto de las fluctuaciones como cero. Este ansatz resuelve (C.15) si % satisface 

donde = —p°'pa es la masa d-dimensional. 

C.5. Metrica: fluctuaciones longitudinales 

Corresponden a tomar el ansatz, a i fijo (pero arbitrario), 

Xia{u) = ea{p) xiu) ; Pi = , eap" = (C.19) 
y el resto de las fluctuaciones a cero. Es consistente con (C.15) si x('u) obedece 

C.6. Fluctuaciones escalares 

Esperamos que vengan del dilaton y dc la metrica. Sin embargo, a difcrcncia de los 
casos resueltos on [71], [4], estos no se desacoplan, en cl scntido que poncr a cero las 
fluctuaciones de la metrica no es consistente. Por eso, nosotros comenzamos con este 
ansatz para la metrica, 

Xtii^{u) = a^{u)r]nt, + h^^{u)p^j,p^ (C.21) 
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el cual, a diferencia de los casos tratados anteriormente, no es transversal, ni de traza 
nula. Resulta conveniente introducir las siguientes variables 

xe 

ere ^ 

Xixv = bfxi/ — 2 -^'^ biiu) 

Xn = (^nip^ia) 



xe = e„ 



Xe_ 
ere 



D-2 

Xi = - _ 4) (^-22) 

Notamos que 6^1/ es reeniplazado por x^i/ y (por construccion, — para cualquier 
/Lt). Con ellos, y combinando ecuaciones en (C.15), podemos reacomodar el sistema de 
la siguiente manera, 

2/ ^ , ^ n~ 2 _J_ ^ ( D - \ G a\ - 



1 + (Z)_1) ^ 



(Z)-2)2 V D ae, 

r 2A2 ^ , " ^ 

^ ^ p 

Xi^ eji, Xn 



= e„2(;^^) + ae„(x«)- (p^ + A^e^*) X? 
= agen{xe) + '^D'^{^^A0)x0 + aeenC^Xp) + (^e^P' 



^''PpXp 



8(D-l)(D-4) 

= X] (^»(Xp) + i^P - ^/x) Xp) - en(X/i) + (o" - ^m) xe + ^ _ ^ Xg 
p 

- ^^^p^ f -(X^ -Xp) + en(x^p) - 2(7^Xwj 

= Y^^'^P {^P + - ^p) XP + Pa Xpa^ + ^^^^ A' * (^xe - ^ 2)2 

(C.23) 
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Apendice D 



Codigo numerico 



Por completitud, se incluye uno de los codigos numericos utilizados para calcular 
los espectros de glueballs. El mismo esta programado en Fortran 77. En este caso, se 
trata del codigo utilizado para computar el espectro correspondiente a la perturbacion 
escalar de la metrica. El nombre del archivo es PROGRAM A. FOR. 
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